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L’inte´reˆt scientifique et e´conomique associe´ au de´veloppement des nanosciences a
conduit depuis plusieurs anne´es la communaute´ scientifique a` accorder une place impor-
tante a` l’e´tude des nano-objets. Ces structures singulie`res, qui peuvent eˆtre compose´es de
quelques dizaines a` plusieurs millions d’atomes, pre´sentent en effet des proprie´te´s physico-
chimiques qui leurs confe`rent de prometteuses applications dans de nombreux domaines
(me´decine, biologie, chimie, physique ...). De nombreux travaux de recherche se sont donc
inte´resse´s a` la caracte´risation de ces syste`mes atomiques. Parmi l’e´ventail de ces nano-
objets, les agre´gats, dont la taille varie d’une dizaine a` quelques centaines d’angstro¨ms,
ont pu eˆtre observe´s de`s 1956 par Becker et coll. en e´tudiant des atomes condense´s d’argon
et de di-azote [Becker et al. 56]. Depuis, divers types d’agre´gats ont e´te´ mis en e´vidence,
agre´gats que l’on peut distinguer selon la nature des liaisons assurant leur cohe´sion :
– Les agre´gats covalents : les atomes sont lie´s entre eux par des liaisons chimiques
dans lesquelles chacun des atomes met en commun un ou plusieurs e´lectrons de ses
couches externes, ces e´lectrons restant localise´s au niveau de la liaison.
– Les agre´gats me´talliques pour lesquels une partie des e´lectrons se trouve de´localise´e
sur l’ensemble de la structure.
– Les agre´gats de gaz rare : les atomes ne partagent aucun e´lectron, la cohe´sion est
assure´e par les forces dipolaires de Van der Waals.
Ces diffe´rents types de liaison assurent aux agre´gats une diversite´ de proprie´te´s tre`s inte´-
ressante [Cyrot-Lackmann et al. 81]. De plus, la variation du nombre d’atomes compo-
sant l’agre´gat permet d’e´tudier une large palette de comportements entre des spe´cificite´s
propres a` l’e´chelle mole´culaire et des caracte´ristiques propres aux solides massifs. Ces
nano-objets repre´sentent donc un immense champ d’investigation.
Depuis plusieurs anne´es, les de´veloppements technologiques dans le domaine des im-
pulsions laser ultra-courtes et ultra-intenses ont permis d’atteindre de nouveaux re´gimes
d’interaction avec la matie`re jusqu’alors inaccessibles. De nombreuses recherches portant
sur des cibles de diffe´rentes e´chelles (de l’atome au solide) ont alors e´te´ mene´es notamment
dans le but de produire des sources secondaires bre`ves et e´nerge´tiques de rayonnement
ou de particules. Par exemple, si un atome est irradie´ par une impulsion laser, l’e´lec-
tron peut alors eˆtre ionise´ et, oscillant dans le champ laser, se recombiner en e´mettant
un photon dont la fre´quence est un multiple de la fre´quence laser (rayonnement harmo-
nique) [McPherson et al. 87, Corkum 93]. La dure´e d’e´mission de ce rayonnement est
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alors sub-femtoseconde, et l’e´nergie maximum des photons e´mis est de quelques dizaines
d’e´lectronvolts (dans la gamme spectrale de l’ultra-violet).
Afin d’obtenir des photons plus e´nerge´tiques (de quelques kilo-e´lectronvolts), l’interac-
tion d’une impulsion laser avec une cible solide s’est ave´re´e eˆtre plus fructueuse [Murnane
et al. 91]. Le champ e´lectromagne´tique incident ionise les atomes de la cible, cre´ant ainsi
une population d’e´lectrons libres. Les e´lectrons les plus e´nerge´tiques peuvent alors se pro-
pager dans le corps de la cible et induire l’e´mission de photons X, soit en ge´ne´rant des
lacunes en couche interne par collision avec les atomes ou ions environnants (l’e´mission
provient alors de de´sexcitations radiatives), soit par bremsstrahlung (rayonnement de frei-
nage associe´ a` la de´ce´le´ration d’e´lectrons entrant en collision avec un ion ou un atome).
La dure´e de l’e´mission X de´pend de l’expansion hydrodynamique du plasma, les temps
caracte´ristiques allant du domaine sub-picoseconde a` la picoseconde [Kieffer et al. 00].
Dans le cadre de l’interaction laser-matie`re, d’autres cibles ont plus re´cemment e´te´
envisage´es parmi lesquelles les poudres [Servol 05], les gouttelettes [Parra et al. 00] et les
agre´gats. Pour ce dernier type de cible, de nombreuses expe´riences ont e´te´ mene´es, met-
tant en e´vidence des proprie´te´s singulie`res. Par exemple, des effets ”magiques” comme les
re´sonances ge´antes ont e´te´ mis en e´vidence par des mesures d’absorption au sein d’agre´gats
de lithium, re´sultats d’oscillations collectives des e´lectrons libres a` l’inte´rieur de l’agre´gat
[Bre´chignac et al. 93]. Une absorption de plus de 90% de l’e´nergie laser a e´galement e´te´
mesure´e [Ditmire et al. 97c] pour un jet d’agre´gats de xe´non. Leur faible taille allie´e a`
une forte densite´ atomique par agre´gat leurs procurent en effet de nombreux avantages :
l’absorption de l’e´nergie laser peut eˆtre tre`s e´leve´e (par opposition aux gaz), et les pertes
par conduction thermique sont ne´gligeables (par opposition aux solides). De plus, l’irra-
diation d’agre´gats ne ge´ne`re que tre`s peu de de´bris, et le renouvellement syste´matique des
cibles dans le jet permet un fort taux de re´pe´tition. Plusieurs travaux ont alors de´montre´
que l’interaction laser-agre´gat permet de ge´ne´rer des photons X [McPherson et al. 94]
ou des particules charge´es tre`s e´nerge´tiques [Shao et al. 96], ou meˆme de provoquer des
re´actions de fusion nucle´aire (avec des agre´gats deute´re´s) [Ditmire et al. 99].
L’interaction laser-agre´gat s’ave`re par conse´quent eˆtre tre`s prometteuse. Une partie des
travaux re´alise´s s’est alors plus particulie`rement inte´resse´e au rayonnement X e´mis par
des agre´gats de gaz rares. De nombreuses expe´riences ont mis en e´vidence une e´mission
X provenant de lacunes en couches K, L et M d’ions multicharge´s d’argon ou de krypton,
et en couches L et M pour des agre´gats de xe´non. De plus, la re´solution temporelle de
l’e´mission X supe´rieure a` 2 keV provenant d’agre´gats d’argon a re´cemment re´ve´le´e que la
dure´e d’e´mission est infe´rieure a` 2 ps (re´sultat limite´ par la re´solution temporelle du dis-
positif expe´rimental) [Bonte´ 06]. Ces diffe´rents re´sultats de´montrent par conse´quent que
l’interaction laser-agre´gat permet de cre´er des sources X tre`s e´nerge´tiques (multi-keV),
ultra-bre`ves et aise´ment utilisables a` haute cadence, et ouvre par conse´quent la voie a` de
nombreuses applications en science X ultra-rapide. Ces proprie´te´s permettent en effet de
re´soudre spatiallement et temporellement la dynamique de syste`mes atomiques, mole´cu-
laires ou solides. De plus, la variation des parame`tres expe´rimentaux tels que la taille des
agre´gats ou les conditions laser permet de modifier les caracte´ristiques de l’e´mission, et
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confe`re par conse´quent a` ces sources une flexibilite´ remarquable. Diffe´rentes applications
des sources X bre`ves sont par ailleurs pre´sente´es dans une revue re´cente [Pfeifer et al.
06]. Par exemple, les raies monochromatiques e´mises peuvent eˆtre utilise´es pour des expe´-
riences de diffraction X [Bargheer et al. 06]. L’emploi d’e´le´ments atomiques plus lourds
permet e´galement de ge´ne´rer un ”spectre plat” qui peut entre autres eˆtre utilise´ pour des
expe´riences d’absorption ultra-rapide [Bressler et al. 04].
E´tant donne´es les caracte´ristiques spe´cifiques des agre´gats, leur irradiation par une
impulsion laser intense est donc a` l’origine de proprie´te´s collectives particulie`res qui n’ap-
paraissent ni dans les solides ni dans les gaz. La mode´lisation de ce type d’interaction
s’ave`re donc eˆtre primordiale afin de comprendre les phe´nome`nes mis en jeu. Or, au de´-
but de ce travail de the`se, aucun des diffe´rents mode`les de´veloppe´s jusqu’alors n’e´tait en
mesure de reproduire les re´sultats expe´rimentaux.
Nous avons par conse´quent cherche´ a` mode´liser l’interaction laser-agre´gat de gaz rare
afin de mettre en e´vidence les me´canismes fondamentaux conduisant a` un couplage si
efficace entre l’impulsion laser et le milieu. La compre´hension de la re´ponse de l’agre´gat a`
l’excitation laser doit, en effet, permettre de simuler la dynamique de l’interaction, et ainsi
reproduire les re´sultats expe´rimentaux obtenus. Nous nous sommes plus particulie`rement
focalise´s sur les re´sultats lie´s a` l’e´mission X obtenus au CEntre Lasers Intenses et Applica-
tions (CELIA) a` Bordeaux, c’est pourquoi la majeure partie des donne´es expe´rimentales
pre´sente´es proviennent de ce laboratoire. L’objectif de ce travail est donc dans un premier
temps d’obtenir les populations d’ions multicharge´s lie´es a` ce rayonnement X, ainsi que
leurs variations en fonction des divers parame`tres de l’interaction. Puis, la compre´hension
de la physique acquise dans la premie`re phase doit nous permettre de guider de futures
expe´riences quant a` la production et a` l’optimisation de l’e´mission X.
De plus, d’un point de vue plus fondamental, l’irradiation d’un agre´gat par une im-
pulsion laser intense permet de cre´er un plasma nanome´trique bien isole´. Comprendre les
phe´nome`nes mis en jeu et mode´liser la dynamique de ce type de cible s’ave`re donc eˆtre
tre`s inte´ressant pour la physique des plasmas et l’interaction laser-matie`re.
Ce manuscrit comporte cinq chapitres. Le premier pre´sente les principaux re´sultats
expe´rimentaux obtenus lors de l’irradiation d’agre´gats de gaz rare par une impulsion laser
bre`ve et intense. Ces donne´es concernent plus particulie`rement la production de rayon-
nement X et sa variation en fonction des divers parame`tres expe´rimentaux. Cependant,
nous pre´sentons e´galement sommairement certains re´sultats lie´s a` la production d’ions ou
d’e´lectrons rapides. Dans une seconde partie de ce chapitre, nous pre´sentons les diverses
approches the´oriques de´veloppe´es jusqu’a` pre´sent pour mode´liser cette interaction, ainsi
que les re´sultats obtenus dans le cadre de ces simulations.
Le deuxie`me chapitre est de´die´ a` la description du mode`le hydrodynamique que nous
avons choisi pour simuler cette interaction. Ce mode`le, initialement de´veloppe´ par T. Dit-
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mire et coll. [Ditmire et al. 96], est bien adapte´ aux conditions expe´rimentales utilise´es au
laboratoire CELIA. Nous pre´sentons tout d’abord les hypothe`ses inhe´rentes a` ce mode`le,
puis les diffe´rents processus pris en compte pour mode´liser la re´ponse de l’agre´gat a` l’im-
pulsion laser. Enfin les re´sultats obtenus dans le cadre du mode`le originel sont pre´sente´s
a` la fin de ce chapitre.
Le troisie`me chapitre contient une premie`re e´tude visant a` ame´liorer le mode`le de´crit
au chapitre 2. Cette e´tude concerne l’e´valuation des sections efficaces totales d’excitation
et d’ionisation collisionnelles, afin de mieux de´crire la dynamique d’ionisation au cours
de l’interaction. L’approche utilise´e pour mode´liser la structure e´lectronique des diffe´rents
e´tats de charge pre´sents au sein de l’agre´gat ainsi que les approximations utilise´es pour
de´terminer les sections efficaces sont pre´sente´es au cours de ce chapitre.
Le quatrie`me chapitre pre´sente une seconde voie e´tudie´e pour ame´liorer le mode`le,
a` savoir la prise en compte d’effets d’e´cran induits par la densite´ d’e´lectrons libres au
sein de l’agre´gat, et leur influence sur la ge´ne´ration d’e´tats de charge e´leve´s. Nous avons
e´tudie´ l’influence de ces phe´nome`nes d’e´cran sur les potentiels d’ionisation, ainsi que sur
les sections efficaces totales d’excitation et d’ionisation collisionnelles.
Le cinquie`me chapitre pre´sente l’influence de chacune des ame´liorations e´voque´es aux
chapitres 3 et 4 sur la dynamique de l’interaction et la production d’ions multicharge´s.
Nous comparons les re´sultats obtenus dans le cadre de ce mode`le ame´liore´ aux donne´es ex-
pe´rimentales disponibles, et e´tudions l’influence de chacun des parame`tres de l’interaction
(dure´e d’impulsion, e´clairement creˆte, longueur d’onde d’irradiation, taille des agre´gats
irradie´s) sur l’e´mission de rayonnement X.
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1.1. Ge´ne´ralite´s
De nombreuses e´tudes ont montre´ le comportement original des agre´gats lorsqu’ils
sont irradie´s par une impulsion laser. Ce comportement est d’autant plus inte´ressant qu’il
varie en fonction des conditions expe´rimentales telles que, par exemple, la composition ou
la taille de l’agre´gat. E´tant donne´s les diffe´rents types d’agre´gats existants et les divers
parame`tres de l’impulsion laser (dure´e, longueur d’onde, e´nergie,. . .), un examen exhaustif
de tous les re´sultats expe´rimentaux et the´oriques lie´s a` l’interaction laser-agre´gat serait
cependant hors de propos. Dans le travail pre´sente´ ici, nous nous sommes donc limite´s a`
l’e´tude de l’irradiation d’agre´gats de gaz rare par des impulsions laser bre`ves (de quelques
dizaines a` quelques centaines de femtosecondes) et intenses (avec un e´clairement creˆte
supe´rieur a` 1013 W.cm−2).
La structure de ce chapitre est la suivante. Une premie`re partie pre´sente de manie`re tre`s
ge´ne´rale les divers parame`tres expe´rimentaux intervenants dans l’interaction conside´re´e.
La deuxie`me partie pre´sente les re´sultats expe´rimentaux obtenus, tant pour la production
de rayonnement que de particules. Enfin, dans la troisie`me et dernie`re partie, les diffe´rentes
approches the´oriques de´veloppe´es pour mode´liser ce type d’interaction seront expose´es.
1.1 Ge´ne´ralite´s
Nous de´crivons ci-apre`s les divers parame`tres expe´rimentaux caracte´ristiques des dis-
positifs mis en place pour e´tudier l’interaction laser-agre´gat.
1.1.1 Le jet d’agre´gats
La cohe´sion des agre´gats de gaz rare est assure´e par les forces de Van der Waals
se comportant en 1/r5 (ou` r de´signe la distance interatomique). Cependant, a` courte
distance (quelques angstro¨ms), une force de re´pulsion tre`s intense apparaˆıt. Cette force est
duˆe au principe de Pauli qui intervient lorsque les nuages e´lectroniques de deux syste`mes
atomiques s’interpe´ne`trent. Il en re´sulte un potentiel dit de Lennard-Jones, compose´ d’une
partie attractive en 1/r6 et d’une partie re´pulsive en 1/r12 :






ou` A et B sont deux constantes positives caracte´ristiques de l’espe`ce atomique utilise´e.
La figure 1.1 pre´sente l’allure du potentiel pour l’argon : ε repre´sente la profondeur du
puits, le ”point de rebroussement” correspond a` la distance interatomique pour laquelle
les composantes attractive et re´pulsive s’e´quilibrent, et r0 correspond a` la distance pour
laquelle l’e´nergie de liaison est maximale.
On ne trouve que peu d’agre´gats de gaz rare a` tempe´rature ambiante car leur e´nergie
de liaison est faible, de l’ordre de celle de l’agitation thermique. Ils sont donc produits par
de´tente adiabatique d’un gaz dans une enceinte sous vide, ce qui permet de refroidir et de
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Fig. 1.1 – Allure typique du potentiel de Lennard-Jones pour l’argon.
condenser les atomes. La de´tente est re´alise´e au moyen d’une buse : du gaz sous pression
est connecte´ a` une tuye`re et le de´bit est controˆle´ par une valve.
Une des premie`res e´tudes syste´matiques a e´te´ re´alise´e par O.F. Hagena et W. Obert
en 1972 [Hagena et al. 72]. Cette e´tude a permis d’identifier un parame`tre pertinent (dit






– k est une constante relative au gaz conside´re´ (valant 1650 pour l’argon [Arno et al.
95]),
– P0 est la pression en amont de la buse (en mbar),
– T0 est la tempe´rature avant la de´tente (en K),
– d est le diame`tre de la buse (en µm),
– et α est le demi-angle d’ouverture de la buse.
Il a e´te´ de´montre´ que les atomes s’agre`gent lorsque le parame`tre Γ∗ est supe´rieur a` 103,
et que les agre´gats massifs (≥ 104 atomes par agre´gat) sont majoritaires lorsque Γ∗ est
supe´rieur a` 104. Le nombre d’atomes N par agre´gat, pour des agre´gats de taille modeste







Pour N plus grand que 104, la loi empirique donnant le nombre d’atomes par agre´gat est







Ces deux lois co¨ıncident pour Γ∗ voisin de 104.
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Pour N>1000, les agre´gats d’argon ont une structure cubique a` face centre´e dont le
parame`tre de maille vaut 5,34 ± 0,01 A˚ [Farges et al. 81]. Pour N e´leve´, l’agre´gat peut eˆtre
assimile´ a` une sphe`re dont le rayon R0 (en A˚) s’exprime en fonction du nombre d’atomes





Ainsi, en modifiant les diffe´rents parame`tres expe´rimentaux tels que la pression de gaz
en amont ou la ge´ome´trie de la buse, il est possible de faire varier la taille des agre´gats
forme´s.
1.1.2 Caracte´ristiques d’une impulsion laser
L’ave`nement dans les anne´es 80 de la technique d’amplification a` de´rive de fre´quence
(technique CPA : ”Chirp Pulse Amplification”) a permis de ge´ne´rer des impulsions laser de
tre`s hautes intensite´s et de tre`s courtes dure´es. Ces impulsions peuvent eˆtre caracte´rise´es
























Longueur d'onde O (nm)
Fit gaussien:
27 ± 4 nm
FWHM
Fig. 1.2 – Spectre typique d’une impulsion laser.
1.1.2.1 Dure´e de l’impulsion
La figure 1.2 pre´sente un spectre typique obtenu a` l’aide de la chaˆıne laser kHz du
CELIA a` Bordeaux. Le profil spectral de l’impulsion, qui peut eˆtre ajuste´ par une fonc-
tion gaussienne, est centre´e autour d’une longueur d’onde donne´e λ. La dure´e ∆t est
intrinse`quement limite´e par la relation suivante, dite limite de Fourier [Joffre 98] :
∆t ∆ω ≥ 4 ln 2 (1.6)
ou` ∆t et ∆ω de´signent respectivement la dure´e a` mi-hauteur et la largeur spectrale a`
mi-hauteur du spectre, exprime´e en unite´s de la pulsation ω (rad.s−1).
Aussi, dans cet exemple ou` ∆λ=27 ± 4 nm, et avec ∆ω = 2pic∆λ/λ2, (c est la vitesse
de la lumie`re dans le vide), nous obtenons ∆t ≥ 36 ± 5 fs, qui est la limite physique
accessible par le syste`me.
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La dure´e d’une impulsion est donc caracte´rise´e par sa largeur temporelle a` mi-hauteur
appele´e FWHM (pour ”Full Width Half Maximum”).
1.1.2.2 E´clairement creˆte
Pour de´terminer l’e´clairement creˆte d’une impulsion (e´galement appele´ improprement
intensite´ creˆte), il est ne´cessaire de de´terminer l’e´nergie contenue dans le faisceau. Cette
e´nergie peut eˆtre mesure´e a` l’aide d’un calorime`tre. Pour une distribution temporellement
et spatialement gaussienne de l’e´nergie, l’expression de l’intensite´ laser au plan focal peut
se mettre sous la forme :




ou` τ1/e et σ01/e sont les dure´e et rayon de l’impulsion en 1/e de l’intensite´. La du-




ln 2τ1/e = τFWHM .
L’expression de l’intensite´ creˆte I0 (en W.cm







avec E l’e´nergie (en J) contenue dans l’impulsion, τ1/e la demie largeur temporelle en 1/e
(en s), σ01/e la demie largeur spatiale (en cm) et κ la fraction de l’e´nergie totale contenue
dans la gaussienne de´finie par les deux parame`tres τ et σ. En effet, l’e´nergie n’est pas
focalise´e entie`rement dans la tache centrale, il y a des ”halos” par rapport au cas ide´al
de´crit par une gaussienne.
1.1.3 Interaction du jet d’agre´gats avec une impulsion laser
Les premie`res expe´riences relatives a` l’interaction d’agre´gats de gaz rares avec une
impulsion laser datent du de´but des anne´es 90. A. McPherson et ses collaborateurs ont
observe´ l’e´mission de rayonnement X en irradiant un jet de gaz de krypton par un champ
laser intense (0,5 - 1 ×1017 W.cm−2) [McPherson et al. 93a, McPherson et al. 94]. Cette
e´mission ”anormale” (dans le sens ou` un atome seul ne peut produire de photons si e´nerge´-
tiques dans de telles conditions expe´rimentales), fut alors attribue´e a` la pre´sence d’atomes
agre´ge´s dans le jet de gaz. De`s lors, de nombreuses expe´riences se sont mises en place, vi-
sant a` caracte´riser le comportement particulier des agre´gats soumis a` un e´clairement laser.
L’absorption de l’e´nergie laser s’est re´ve´le´e eˆtre tre`s efficace : une absorption proche
de 100% a e´te´ mesure´e dans des agre´gats de xe´non [Ditmire et al. 97c]. J. Zweiback et
coll. [Zweiback et al. 99] ont quant a` eux mesure´ une absorption de 70 % lorsque des
agre´gats d’argon d’un rayon moyen de 264 A˚ sont irradie´s par un e´clairement creˆte de
3×1016 W.cm−2. Ils ont e´galement pu de´montrer que l’absorption de l’e´nergie laser dans
un jet d’agre´gats e´tait croissante en fonction du rayon moyen des agre´gats ainsi que de
1Il est important de pre´ciser que τ1/e correspond a` la demi-largeur temporelle de l’impulsion en 1/e,
alors que τFWHM correspond a` la largeur temporelle a` mi-hauteur.
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l’e´clairement creˆte.
Les agre´gats repre´sentent donc un milieu unique : bien que la densite´ atomique moyenne
dans le jet soit faible (de l’ordre de celle d’un gaz), la densite´ locale dans un agre´gat est
proche de celle d’un solide. Les processus collisionnels menant a` une absorption efficace
de l’e´nergie laser peuvent donc survenir et induisent un fort couplage entre le milieu et
l’impulsion laser.
Par conse´quent, les agre´gats posse`dent de nombreuses proprie´te´s potentiellement tre`s
inte´ressantes quant a` la production de rayonnement X. Une majeure partie des expe´riences
a e´te´ mene´e afin de caracte´riser et d’optimiser ce type de sources. Dans la section suivante,
nous pre´sentons donc les diffe´rents re´sultats expe´rimentaux associe´s a` la production de
rayonnement e´nerge´tique. Ce sont principalement ces re´sultats qui nous ont servi de base
pour mode´liser l’interaction entre une impulsion laser et un agre´gat. Il a cependant e´te´
de´montre´ que cette interaction peut e´galement produire des harmoniques d’ordre e´leve´ et
ge´ne´rer des particules e´nerge´tiques. Ces autres re´sultats expe´rimentaux seront succincte-
ment pre´sente´s dans la section suivante.
1.2 Re´sultats expe´rimentaux relatifs a` l’e´mission de
rayonnement X
1.2.1 Mise en e´vidence de l’e´mission X : mesures spectrales
En 1994, A. McPherson et ses collaborateurs ont pour la premie`re fois mesure´ le spectre
d’e´mission d’un jet de gaz partiellement compose´ d’agre´gats de krypton irradie´s par une
impulsion laser (λ=248 nm, τFWHM=300 fs, I0=10
17 W.cm−2) [McPherson et al. 94]. Le
rayonnement X associe´ a` des e´tats de charge tre`s e´leve´s (Krq+, q=24-27) a e´te´ clairement
identifie´ autour de 6 A˚ (∼ 2 keV). L’anne´e suivante, l’e´quipe de T. Ditmire confirmait
que la formation d’agre´gats dans le jet de gaz e´tait responsable de l’e´mission X observe´e
[Ditmire et al. 95]. Pour de gros agre´gats (R0 ∼ 100 A˚), T. Ditmire et coll. ont e´gale-
ment mis en exergue l’importance des collisions e´lectron-ion dans la dynamique : en effet,
dans les conditions d’e´clairement conside´re´es, les degre´s d’ionisation tre`s e´leve´s mesure´s
ne peuvent eˆtre obtenus par ionisation optique par le champ laser. Les auteurs estiment
donc que de nombreuses collisions se produisent au cours de l’interaction cre´ant ainsi des
e´tats de charge importants et des lacunes en couches profondes.
Ces re´sultats ont e´te´ suivis de nombreuses autres expe´riences mettant en e´vidence une
e´mission X/XUV provenant de lacunes en couches K, L et M d’ions multicharge´s d’argon
et de krypton, et en couches L et M pour des agre´gats de xe´non.
L’irradiation d’agre´gats d’argon (de 104 a` 106 atomes par agre´gat) par une impulsion
laser de 130 fs et d’intensite´ creˆte de 5×1017 W.cm−2 a permis de produire un rayonnement
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X a` 3,14 keV correspondant a` la transition 2p→ 1s de l’Ar16+ [Rozet et al. 01]. S. Dobosz
et coll. ont de plus de´montre´ que le rayonnement est e´mis de manie`re isotrope, ce qui
signifie que la re´absorption des photons X par le milieu est tre`s faible [Dobosz et al. 97].
La figure 1.3 pre´sente un spectre typique d’e´mission X obtenu lors de l’interaction d’un
jet d’agre´gats d’argon avec une impulsion laser. L’e´mission X correspond aux raies Kα
(transitions 2p → 1s) provenant d’ions multicharge´s jusqu’a` l’Ar16+. Il est inte´ressant de
remarquer que l’e´mission associe´es aux ions Ar16+ provient de deux raies distinctes. La
raie a` 3,14 keV s’identifie a` une transition 1P1-
1S0 (transition d’un e´tat singulet vers le
fondamental). S’agissant d’une transition 2p → 1s pour un ion a` 2 e´lectrons, cette raie
est appele´e raie Heα. Afin d’expliquer la raie d’intercombinaison a` 3,125 keV, il faut faire
appel aux structures fines des couches e´lectroniques. Cette raie provient en effet de la
transition de l’e´tat triplet 3P0,1,2 vers le fondamental.
Nous pouvons par ailleurs noter l’absence de raies Kα pour des ions peu charge´s. Ceci
indique que la majeure partie des atomes de l’agre´gat sont fortement ionise´s et plaide en
faveur d’un chauffage progressif de l’agre´gat (sans quoi les e´lectrons chauds produits de`s
le de´but de l’interaction cre´eraient des lacunes en couche K pour les ions peu charge´s).























Fig. 1.3 – Spectre d’e´mission X obtenu par irradiation d’agre´gats d’argon (R=350 A˚)
par une impulsion laser (I0=1,6×1016 W.cm-2 ; τFWHM=500 fs ; E=3 mJ)
[Caillaud 04].
Il est e´galement inte´ressant de noter que l’e´mission X provenant d’ions Ar17+ n’a ja-
mais e´te´ observe´e expe´rimentalement. Or, le potentiel d’ionisation de l’ion Ar16+ excite´
dans l’e´tat 2p est de 992,8 eV et l’e´nergie de la raie hydroge´no¨ıde 2p → 1s est de 3,31
keV. E´tant donne´e la forte proportion d’e´mission a` 3,14 keV provenant de transitions
Ar16+ 2p→ 1s (cf. fig. 1.3), les conditions atteintes au sein de l’agre´gat ne paraissent par
conse´quent pas eˆtre un frein a` la production de photons Lyα. Ceci semble indiquer que
les ions Ar16+ sont forme´s en fin d’interaction et que la formation de cet e´tat de charge
apparaˆıt comme un seuil au dela` duquel l’agre´gat ne peut rester stable.
Jusqu’a` pre´sent, les photons les plus e´nerge´tiques mesure´s proviennent d’agre´gats de
krypton : R. Issac et coll. ont focalise´ une impulsion laser de 60 fs et d’intensite´ creˆte
1,3×1018 W.cm−2 dans un jet de krypton (R0 ∼ 18 nm). Ils mesurent les raies d’e´mission
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Kα et Kβ a` 12,66 keV et 14,1 keV (cf. fig. 1.4). Un large spectre continu provenant de
rayonnement de freinage (bremsstrahlung) est e´galement observe´ jusqu’a` 45 keV, mettant
en e´vidence la pre´sence d’e´lectrons tre`s chauds au sein de l’agre´gat [Issac et al. 04].
Fig. 1.4 – Spectre X obtenu en irradiant des agre´gats de krypton (R0 ∼ 18nm) par une
impulsion laser de 60 fs et un e´clairement creˆte de 1,3×1018 W.cm−2 [Issac et
al. 04].
1.2.2 Rendement de conversion
Le rendement de conversion de l’e´nergie laser en rayonnement X a e´te´ e´value´ graˆce a`
des mesures en absolu du nombre de photons X e´mis : T. Ditmire a produit plus de 10
µJ de rayons X d’e´nergie supe´rieure a` 1 keV en irradiant des agre´gats de xe´non par une
impulsion laser de 250 mJ [Ditmire et al. 97b]. En optimisant certains parame`tres comme
la dure´e d’impulsion et la taille des agre´gats, F. Dorchies et ses collaborateurs ont obtenu
un taux de conversion de 3±1×10−5 de l’e´nergie laser en e´mission de couche K pour des
agre´gats d’argon [Dorchies et al. 05]. S. Dobosz et coll. ont quant a` eux mesure´s une
efficacite´ de conversion en e´nergie de 1,7×10−8 pour des agre´gats de krypton [Dobosz et
al. 97] et de 1,7×10−11 pour des agre´gats d’argon [Dobosz 98].
T. Ditmire indique une production de rayonnement X similaire a` celles de cibles solides
(d’aluminium ou d’or) irradie´es dans des conditions laser e´quivalentes. S. Dobosz obtient
cependant un rendement de conversion de plusieurs ordres de grandeur infe´rieur. Ces
re´sultats de´montrent donc l’importance de l’optimisation de ce type de sources.
1.2.3 Influence de la dure´e de l’impulsion
J. Zweiback et coll. ont e´tudie´ la variation de l’absorption de l’impulsion laser dans un
jet d’agre´gats de xe´non en fonction de la dure´e a` mi-hauteur de l’impulsion laser [Zwei-
back et al. 99]. L’e´nergie sur cible e´tait maintenue constante a` 6,5 mJ, l’intensite´ creˆte
est de 2,3×1017 W.cm−2 pour une dure´e de 50 fs. Ces travaux ont mis en e´vidence une
dure´e a` mi-hauteur pour laquelle l’absorption est maximale. De plus, J. Zweiback et coll.
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ont montre´ que cette dure´e optimale varie en fonction de la taille des agre´gats forme´s
dans le jet : pour des agre´gats de rayon moyen R0 ∼ 85 A˚, la dure´e optimum Topt est
de 400 fs, pour R0 ∼130 A˚, ils ont obtenu Topt=700 fs et pour des agre´gats de 205 A˚,
l’optimum d’absorption est atteint pour une impulsion de 1000 fs. Ils ont e´galement ob-
tenu une dure´e d’impulsion optimale de 300 fs pour des agre´gats d’argon (R0 ∼ 130 A˚).
Cette dure´e optimum pour l’absorption correspond e´galement a` la dure´e d’impulsion pour
laquelle l’e´mission de rayonnement est maximale (pour des photons provenant de la raie
d’Ar7+ 4f → 3d).
L’effet de la dure´e de l’impulsion a e´galement e´te´ e´tudie´ par F. Dorchies et ses col-
laborateurs pour des agre´gats d’argon [Dorchies et al. 05]. Les caracte´ristiques du laser
employe´ sont les suivantes : l’e´nergie sur cible est maintenue constante a` 3 mJ, l’inten-
site´ creˆte est de 1,6×1016 W.cm−2 pour une dure´e d’impulsion de 500 fs. Les auteurs ont
analyse´ la production de rayonnement X e´mise a` 3,14 keV (raie Heα 2p→ 1s). De meˆme
que J. Zweiback et coll., ils ont mesure´ une dure´e d’impulsion optimale croissante avec la
taille des agre´gats : pour des agre´gats de 180 A˚, la dure´e optimum est de 250 fs, pour des
agre´gats de 275 A˚, la dure´e est de 400 fs et pour des agre´gats de 350 A˚, l’e´mission X est
maximale pour une impulsion de 500 fs.
E. Parra et coll. ont e´tudie´ l’influence de la dure´e d’impulsion contenant 50 mJ sur
l’e´mission de rayonnement X supe´rieur a` 1,5 keV [Parra et al. 00]. Contrairement aux re´-
sultats pre´ce´dents, ils n’observent pas de de´pendance de la dure´e optimale en fonction du
rayon de l’agre´gat. L’optimum d’e´mission est atteint pour une dure´e a` mi-hauteur de 300
fs pour des agre´gats d’argon de 400 A˚ ou 1000 A˚ ou bien pour des agre´gats de krypton
de 660 A˚. L’e´quipe de l’Institut des nanosciences de Paris (INSP, anciennement GPS)
obtient e´galement une dure´e optimum inde´pendante de la taille des agre´gats [Lamour et
al. 05a]. Pour une e´nergie sur cible de 20 mJ, l’e´mission X (entre 1 et 5 keV) provenant
d’agre´gats d’argon est maximale pour une dure´e a` mi-hauteur de 130 fs. Pour des agre´gats
de xe´non irradie´s par une impulsion de 35 mJ, l’optimum se situe entre 200 et 300 fs.
Ces re´sultats indiquent par conse´quent qu’il existe une dure´e d’impulsion optimale pour
l’absorption de l’e´nergie laser et l’e´mission de rayonnement X subse´quente. Cet optimum
de´pend des conditions expe´rimentales. Les diffe´rences observe´es concernant la de´pendance
des re´sultats en fonction de la taille des agre´gats irradie´s peuvent s’expliquer par le fait
que l’optimum de´pend e´galement de l’e´nergie contenue dans l’impulsion laser. Ceci a en
effet e´te´ mis en e´vidence par F. Dorchies et coll. [Dorchies et al. 05] : ces auteurs ont
montre´ que l’optimum augmente le´ge`rement lorsque l’e´nergie sur la cible de´croˆıt de 3,8
mJ a` 1,8 mJ.
1.2.4 Influence de l’e´clairement creˆte
Au CELIA, F. Dorchies et coll. ont montre´ que l’e´mission X a` 3,14 keV (Ar16+ 2p→ 1s)
augmente avec l’e´nergie sur cible (e´quivalente a` l’e´clairement creˆte pour une dure´e d’im-
pulsion et une tache focale fixe´es) lorsque des agre´gats d’argon (R0 ∼ 275 A˚) sont irradie´s
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par une impulsion laser [Dorchies et al. 05]. Ces re´sultats ont e´te´ obtenus pour une e´nergie
sur cible comprise entre 1,8 mJ et 3,8 mJ.
A` partir d’agre´gats de krypton soumis a` un e´clairement variable (avec une dure´e d’im-
pulsion fixe´e), S. Dobosz et coll. ont pu de´montrer que le nombre total de photons X
e´mis par impulsion est proportionnel a` I
3/2
0 , ou` I0 est l’intensite´ creˆte variant de 3,7×1016
W.cm−2 a` 5,2×1017 W.cm−2 [Dobosz et al. 97]. L’e´quipe de D. Vernhet (INSP) a en-
suite poursuivi ces e´tudes [Lamour et al. 05b]. Pour une dure´e d’impulsion laser de 55
fs a` 800 nm, quel que soit le gaz composant les agre´gats (argon, krypton ou xe´non), le
comportement est le meˆme :
– a` partir d’un e´clairement seuil d’environ 1,5×1015 W.cm−2, le nombre de photons X
augmente rapidement,
– puis, le nombre de photons e´mis varie en I
3/2
0 a` partir d’une intensite´ creˆte de l’ordre
de 4×1015 W.cm−2.
Ce comportement est similaire a` celui obtenu dans le cas de l’ionisation optique d’atomes
en champ fort [Augst et al. 89]. Dans le cas de l’interaction laser-atome, il a e´te´ de´montre´
que l’e´volution en I
3/2
0 correspond a` un re´gime de saturation pour lequel la variation du si-
gnal n’est duˆe qu’a` la variation du volume focal effectif, volume pour lequel l’intensite´ seuil
est atteinte. Or, pour une tache focale de dimension constante, ce volume augmente avec
l’intensite´ creˆte. Par conse´quent, au dela` du seuil de saturation, l’augmentation de l’inten-
site´ s’accompagne d’une extension du volume d’interaction ; le nombre d’agre´gats irradie´s
augmente donc e´galement induisant ainsi une e´mission de photons X plus importante en
absolu. Pour maximiser le nombrer de photons X a` e´nergie par impulsion constante, il est
donc pre´fe´rable d’augmenter la taille de la tache focale plutoˆt que d’augmenter l’intensite´
(a` condition d’avoir atteint l’intensite´ seuil).
1.2.5 Influence de la longueur d’onde du laser
L’influence de la longueur d’onde du laser sur la production de rayonnement X a tout
d’abord e´te´ e´tudie´e par K. Kondo et coll. [Kondo et al. 97]. L’e´tude porte sur la comparai-
son des spectres obtenus dans les gammes 9-15 A˚ et 2,5-3,2 A˚ pour des agre´gats de xe´non
irradie´s par une impulsion laser a` 248 nm et une impulsion a` 800 nm. Pour la transition
Xe26+ 4f → 3d (14,2 A˚), les auteurs obtiennent un signal 330 fois plus e´leve´ pour la plus
courte longueur d’onde ; et pour l’e´mission de couche L (∼ 3 A˚), le rapport est de 3000
en faveur de l’impulsion laser a` 248 nm. W. Schroeder et coll. tirent de cette analyse une
loi d’e´chelle en λ6−7 pour la production de rayonnement X autour de 4 keV [Schroeder et
al. 98].
Cependant, T. Ditmire et coll. contredisent ces re´sultats : ils obtiennent des spectres de
rayonnement X provenant des raies de couche M du xe´non quasiment identiques pour des
longueurs d’onde laser de 526 et 1053 nm [Ditmire et al. 98]. L. Adoui et coll. mesurent
e´galement une faible diffe´rence pour l’e´mission de couche L du xe´non pour des longueurs
d’onde de 400 et 800 nm, avec une le´ge`re augmentation de la production de rayonnement
X pour la plus petite longueur d’onde [Adoui et al. 03]. T. Ditmire et coll. estiment que
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la diffe´rence obtenue par K. Kondo et coll. provient du fait que toutes les conditions ex-
pe´rimentales n’e´taient pas e´gales par ailleurs. En effet, entre les deux expe´riences re´alise´es
par K. Kondo aux deux longueurs d’onde, l’e´nergie contenue dans chaque impulsion est
diffe´rente (220 mJ pour l’impulsion a` 248 nm contre 50 mJ pour celle a` 800 nm). Cet
e´cart en e´nergie peut donc eˆtre responsable de la plus grande production de rayonnement
X pour la plus faible longueur d’onde.
L’e´quipe japonaise a donc repris cette e´tude [Honda et al. 00]. De nouveau, l’e´mission
X provenant de raies de couche M du xe´non a e´te´ mesure´e. Pour la longueur d’onde de 800
nm, une impulsion de 350 fs avec une intensite´ creˆte de 4×1017 W.cm−2 a e´te´ focalise´e sur
le jet de gaz condense´. Pour l’impulsion a` 248 nm, la dure´e de l’impulsion est identique
et l’e´clairement maximum est de 8×1017 W.cm−2. Dans les deux cas, l’e´nergie sur cible
est de 20 mJ, permettant ainsi de comparer les re´sultats : H. Honda et ses colle`gues ob-
tiennent une variation beaucoup plus faible de la production de rayonnement X que celle
pre´ce´demment mesure´e. Ils mesurent cependant une augmentation de l’e´mission X d’un
facteur 20 pour la longueur d’onde de 248 nm.
Selon ces diffe´rents re´sultats, il semble donc que l’accroissement de la longueur d’onde
du laser aboutit a` une le´ge`re diminution de la production de rayonnement X.
1.2.6 Influence de la polarisation du laser
V. Kumarappan et coll. ont e´tudie´ l’influence de la polarisation du laser sur l’e´mission
de rayonnement X [Kumarappan et al. 01]. Pour des agre´gats d’argon ArN (N=200 -
104), et pour un e´clairement creˆte d’environ 1016 W.cm−2, l’e´mission de couche K (entre
2,8 et 3,1 keV) est inde´pendante de l’ellipticite´ du laser. Ces re´sultats ont e´te´ confirme´s
par l’e´quipe de F. Dorchies pour de plus gros agre´gats d’argon (N ∼ 106) [Dorchies et
al. 05]. Une autre e´tude permet cependant d’affiner ces re´sultats : C. Prigent analyse
l’e´mission X provenant d’ions multicharge´s (Arq+, q=12-16) [Prigent 04]. Les conditions
expe´rimentales sont les suivantes : des agre´gats d’argon de 2,8×105 atomes sont irradie´s
par une impulsion de 60 fs et d’intensite´ creˆte 8,5×1016 W.cm−2. Pour les e´tats de charge
les plus faibles, le taux absolu de photons X e´mis est syste´matiquement le´ge`rement infe´-
rieur pour une polarisation circulaire compare´e a` une polarisation line´aire. A` contrario,
l’e´mission X provenant d’ions Ar16+ est identique quelque soit l’e´tat de polarisation du
laser.
L’inde´pendance de l’e´mission X pour les e´tats de charge les plus e´leve´s corrobore l’hy-
pothe`se de T. Ditmire et coll. concernant l’importance des collisions dans la dynamique de
l’interaction [Ditmire et al. 95]. En effet, dans le cas d’atomes ou de mole´cules, l’ionisation
optique de´pend de la polarisation : plus le parame`tre d’ellipticite´ ε augmente (polarisation
line´aire : ε=0, polarisation circulaire : ε=1) et plus le taux d’ionisation de´croˆıt [Banerjee
et al. 99]. Pour un agre´gat, les multiples collisions e´lectron-ion gomment les effets de la
polarisation ; les e´tats de charge e´leve´s, qui sont produits par collisions avec des e´lectrons
e´nerge´tiques sont alors observe´s quelle que soit la polarisation.
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1.2.7 Influence de la taille des agre´gats
S. Dobosz et coll. ont e´tudie´ l’influence de la pression en amont de la buse sur le nombre
absolu de photons X e´mis [Dobosz et al. 97]. Pour des agre´gats de krypton (de quelques
104 a` 7×105 atomes), un e´clairement creˆte de 4×1017 W.cm−2 et une impulsion de 130 fs,
ils observent que le nombre de photons NX d’e´nergie supe´rieure a` 1 keV augmente avec
la pression de gaz P0 selon :
NX = (P0 − Pmin)κ (1.9)
ou` κ = 3± 0, 3 et Pmin est la pression minimale ne´cessaire a` la de´tection de rayonnement
X. Le nombre d’atomes composant les agre´gats augmentant avec la pression (cf. e´q. (1.3)
et (1.4) page 8), l’e´mission X est donc plus importante pour de plus gros agre´gats. De
plus, en augmentant la taille des agre´gats de krypton jusqu’a` 7×105 atomes par agre´gat,
ils n’observent pas de saturation. Ces re´sultats n’indiquent donc pas de taille optimale
quant a` la production de rayonnement X.
Pour des agre´gats d’argon, F. Dorchies et coll. ont e´galement mis en e´vidence ce meˆme
type de comportement [Dorchies et al. 05]. Des agre´gats de diffe´rentes tailles (R0=180 ;
275 et 350 A˚ correspondant a` des pressions de 20, 40 et 60 bars) sont irradie´s par une
impulsion de 3 mJ. L’e´mission X provenant de la raie Heα a` 3,14 keV (Ar
16+ 2p → 1s)
augmente avec le nombre d’atomes dans l’agre´gat quelque soit la dure´e de l’impulsion.
V. Kumarappan et ses colle`gues ont e´tudie´ l’e´mission Kα a` 3,07 keV provenant d’atomes
ou d’ions d’argon (Arq+, q=0-8) en fonction de la pression de gaz en amont de la buse
pour des impulsions laser de 100 fs et d’e´clairement creˆte 4×1016 W.cm−2 [Kumarappan
et al. 01]. Tout comme S. Dobosz et coll., ils observent une de´pendance du signal X en
P κ0 . Leurs re´sultats donnent cependant une valeur de κ de l’ordre de 3,7. Cette diffe´rence
peut provenir du fait qu’ils e´tudient des agre´gats d’argon de petite taille (entre 200 et 104
atomes par agre´gats) par rapport a` ceux conside´re´s par S. Dobosz et coll..
1.2.8 Dure´e de l’e´mission X
De`s lors que l’e´mission X provenant de l’interaction laser-agre´gat a e´te´ mise en e´vi-
dence, certaines expe´riences se sont mises en place afin de caracte´riser temporellement ce
rayonnement. J. Larsson et A. Sjo¨rgen ont utilise´ une came´ra a` balayage de fente (came´ra
streak) afin de de´terminer la dure´e de l’e´mission X a` 3 keV provenant d’agre´gats d’argon
irradie´s par une impulsion de 100 fs et de 1017 W.cm−2 [Larsson et al. 99]. Ils mesurent
une dure´e de 3 ns pour le rayonnement X provenant des raies Kα et Kβ de l’argon.
T. Shiraishi et coll. ont utilise´ une photodiode rapide pour re´soudre temporellement
l’e´mission X provenant de transitions en couche M de xe´non (∼1 keV) [Shiraishi et al. 02].
En irradiant des agre´gats de xe´non (4×106 atomes par agre´gat) par une impulsion laser
de 120 fs et d’e´clairement creˆte 7,4×1017 W.cm−2, ils mesurent une dure´e d’e´mission X in-
fe´rieure a` 10 ps, ce qui correspond a` la limite de re´solution de leur dispositif. L’estimation
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des temps d’e´mission correspondants aux diffe´rents taux de transitions atomiques indique
que ce rayonnement provient de de´sexcitations radiatives plutoˆt que de recombinaisons a`
trois corps. D’apre`s l’e´valuation des taux de de´sexcitations radiatives, T. Shiraishi et coll.
estiment que l’e´mission X doit eˆtre encore plus prompte (∼ 30 fs).
Re´cemment, C. Bonte´ et coll. ont utilise´ un cristal tronconique couple´ a` une came´ra a`
balayage de fente afin de re´soudre spectralement et temporellement l’e´mission X [Bonte´
06]. Ce dispositif permet de de´terminer la dure´e d’e´mission des diffe´rentes raies provenant
de chaque e´tat de charge. En focalisant une impulsion laser (τFWHM=300 fs ; I0=3,1×1016
W.cm−2) sur des agre´gats d’argon (R0=275 A˚), ils mesurent ainsi une dure´e infe´rieure a`
2 ps (re´solution temporelle de l’appareil) pour le rayonnement X dans la gamme 2,9 - 3,2
keV. La re´solution temporelle de la raie Heα a` 3,14 keV est repre´sente´e sur la figure 1.5.
De plus, les raies provenant d’e´tats de charge e´leve´s (Arq+, q=14-16) sont e´mises avec un
e´cart temporel relatif infe´rieur a` 1 ps (cf. fig. 1.6). Il faut e´galement noter que contraire-
ment a` J. Larsson et coll., ils n’observent pas de rayonnement Kα provenant d’ions peu
charge´s [Dorchies et al. 05]. Ces re´sultats sont donc en accord avec ceux obtenus par T.
Shiraishi et coll. et corroborent l’hypothe`se d’une e´mission provenant de de´sexcitations
radiatives.
























Fig. 1.5 – E´volution de la raie Heα en fonction du temps mesure´e pour une e´nergie de 3,5
mJ sur cible, avec une pression en amont de 40 bars (R0 ∼ 275 A˚), une dure´e
d’impulsion de 300 fs et un e´clairement creˆte de 3,1×1016 W.cm−2 [Bonte´
06].
Comme nous venons de le voir, de nombreuses expe´riences ont de´montre´ que l’irradia-
tion d’un jet d’agre´gats de gaz rare par une impulsion laser intense conduit a` l’e´mission
de photons tre`s e´nerge´tiques pendant une tre`s courte dure´e. Ces re´sultats sont tre`s encou-
rageants quant au de´veloppement de sources X bre`ves. De plus, graˆce aux contributions
de multiples e´quipes, l’influence des divers parame`tres intervenant dans l’interaction sur
la production de rayonnement X a pu eˆtre mise en e´vidence.
L’e´mission de photons tre`s e´nerge´tiques n’est cependant pas le seul produit de l’inter-
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Fig. 1.6 – Spectre X re´solu spectralement et temporellement. Les conditions expe´rimen-
tales sont identiques a` la figure 1.5 [Bonte´ 06].
action laser-agre´gat. Comme nous allons le voir dans la section suivante, ce type d’inter-
action permet e´galement de ge´ne´rer des particules tre`s e´nerge´tiques et des photons dans
la gamme d’e´nergie de l’extreˆme ultraviolet, ouvrant la voie a` des utilisations industrielles.
1.3 Autres re´sultats expe´rimentaux
Bien que les principaux re´sultats ayant motive´ ce travail de the`se concernent l’e´mission
de rayonnement X, d’importants travaux ont e´galement de´montre´ que l’interaction d’un
agre´gat de gaz rare avec une impulsion laser bre`ve et intense conduit a` l’e´mission de
rayonnement UV et XUV, a` la ge´ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´ et de particules
(ions ou e´lectrons) tre`s rapides. Cette section a donc pour objet de pre´senter divers travaux
lie´s a` ce type de re´sultats expe´rimentaux.
1.3.1 E´mission de rayonnement dans l’extreˆme ultraviolet (EUV)
Le de´veloppement de sources de rayonnement dans l’extreˆme ultraviolet pre´sente un
fort inte´reˆt pour des applications comme la lithographie en micro-e´lectronique. La litho-
graphie consiste a` ”graver” des composants de plus en plus petits afin de cre´er des puces
e´lectroniques de plus en plus performantes. Or la taille minimale accessible varie avec la
longueur d’onde utilise´e. Actuellement, la photolithographie utilise une longueur d’onde
de 248 nm. Prochainement, celle ci devrait passer a` 157 nm. Mais de`s a` pre´sent, des e´tudes
sont mene´es dans le but de de´velopper des sources XUV a` 13,4 nm. L’interaction d’un
agre´gat de gaz rare avec une impulsion laser pre´sente des caracte´ristiques encourageantes :
en effet, ceux-ci ne produisent pas de de´bris et peuvent donc eˆtre utilise´s a` haute cadence.
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Certaines e´quipes se sont donc inte´resse´es a` la caracte´risation et a` l’optimisation de
ces sources. E. Parra et coll. ont e´tudie´ l’influence de la dure´e d’impulsion laser de 50
mJ sur l’e´mission EUV dans la gamme spectrale allant de 2 a` 44 nm pour des agre´gats
de krypton et d’argon compose´s d’environ 107 atomes [Parra et al. 00]. Le rayonnement
EUV est plus intense pour des impulsions bre`ves, comprises entre 100 et 300 fs.
Pour des agre´gats de xe´non (105-106 atomes) et une e´nergie de 200 mJ, S. Ter-Avetisyan
et coll. ont mesure´ le nombre de photons produits entre 10 et 15 nm [Ter-Avetisyan et al.
01]. Ils obtiennent une e´mission plus importante pour une impulsion de 2 ps et une pola-
risation circulaire du champ laser. L’e´mission EUV provient d’ions Xeq+ avec q ∈ [9−11].
L’efficacite´ de conversion a` la longueur d’onde de 13,4 nm (avec une largeur de bande spec-
trale de 2,2%) est de 0,5% dans 2pi ste´radians. S. Ter-Avetisyan et coll. mettent e´galement
en e´vidence une taille optimale d’agre´gat pour la production de rayonnement EUV. Ce
re´sultat peut eˆtre interpre´te´ a` l’aide des donne´es obtenues dans le cadre de l’e´mission X
(cf. paragraphe 1.2.7). Nous avons vu que plus le nombre d’atomes composant l’agre´gat
augmente, et plus l’e´mission X provenant d’e´tats de charge tre`s e´leve´s est importante.
Ainsi, pour un gros agre´gat, les e´tats de charge interme´diaires responsables de l’e´mission
EUV sont comple`tement de´peuple´s et l’e´mission X est favorise´e au de´triment du rayon-
nement a` plus basse e´nergie.
L’e´quipe de K. Kondo a` e´tudie´ l’e´mission EUV dans la gamme 5-18 nm provenant
d’agre´gats de xe´non (∼ 106 atomes) en utilisant trois laser diffe´rents, afin de faire varier
la longueur d’onde, l’e´nergie sur cible et la dure´e d’impulsion [Mori et al. 01]. L’efficacite´
de conversion de l’e´nergie laser maximum obtenue est de 10% dans la gamme conside´re´e
avec une impulsion de 500 fs et 24 mJ a` 248 nm.
1.3.2 Ge´ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´
Les re´sultats expose´s jusqu’a` pre´sent relatent l’e´mission d’un rayonnement e´nerge´tique
incohe´rent provenant de l’interaction d’un agre´gat de gaz rare avec une impulsion laser
intense. Mais d’autres expe´riences mettent e´galement en e´vidence la ge´ne´ration d’harmo-
niques d’ordre e´leve´, confe´rant ainsi aux agre´gats les caracte´ristiques d’une source cohe´-
rente de rayonnement.
En irradiant des agre´gats d’argon de 30 A˚ (∼ 3000 atomes) avec une impulsion de
140 fs et d’e´clairement creˆte 9×1014 W.cm−2, T. Donnelly et coll. ont de´montre´ que cette
interaction permet de ge´ne´rer un signal harmonique [Donnelly et al. 96]. En confrontant
ces re´sultats avec ceux obtenus avec des atomes isole´s, T. Donnelly et coll. obtiennent un
signal plus intense pour une harmonique donne´e lorsque le jet irradie´ est compose´ d’agre´-
gats. De plus, ils observent des harmoniques d’ordre plus e´leve´ (ordre 33 pour les agre´gats
alors que la coupure intervient a` la 29e`me harmonique pour un atome).
Paralle`lement, J. Tisch et coll. ont entrepris le meˆme type d’expe´rience : une impulsion
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laser de 160 fs dont l’e´clairement creˆte est de 1013 a` 1014 W.cm−2 est focalise´ sur un jet
d’agre´gats de xe´non compose´s d’environ 103 atomes [Tisch et al. 97]. Pour une gamme
e´nerge´tique comprise entre 70 et 90 nm, leurs re´sultats indiquent que la production de
rayonnement harmonique est jusqu’a` 5 fois supe´rieure au cas ou` les atomes ne sont pas
sous forme d’agre´gats, pour une meˆme densite´ atomique moyenne.
1.3.3 E´mission de particules
Les re´sultats expe´rimentaux ont de´montre´ que la pre´sence d’agre´gats dans un jet de
gaz irradie´ par un champ laser conduit a` une absorption quasiment totale de l’e´nergie
contenue dans l’impulsion initiale. Une partie de cette e´nergie est re´e´mise sous forme
de rayonnement e´nerge´tique par l’interme´diaire de processus non line´aires (de´sexcitation
radiative, bremsstrahlung, recombinaison a` trois corps ...). Mais l’e´nergie absorbe´e par
les particules composant l’agre´gat peut e´galement eˆtre convertie en e´nergie cine´tique.
Certaines expe´riences se sont donc inte´resse´es a` la de´tection et a` la distribution en e´nergie
des particules e´mises, a` la fois pour mieux comprendre la dynamique de l’interaction
laser-agre´gat, mais e´galement dans le but de concevoir des sources de particules rapides.
1.3.3.1 E´lectrons
L’e´mission X mesure´e lors de l’irradiation d’agre´gats de gaz rare par une impulsion laser
bre`ve et intense provient d’ions multicharge´s. Ceci signifie qu’une importante population
d’e´lectrons est libe´re´e au cours de l’interaction. Y. Shao et coll. ont effectue´ des mesures
spectroscopiques des e´lectrons e´mis par des agre´gats de xe´non (R0 ∼ 55 A˚, 1000 - 2000
atomes) soumis a` une impulsion de 150 fs et d’intensite´ creˆte 1016 W.cm−2 [Shao et al.
96]. La distribution en e´nergie re´ve`le deux contributions :
– un premier pic d’e´lectrons dont l’e´nergie est comprise entre 0,1 et 1000 eV (e´lectrons
qualifie´s de ”tie`des” par Y. Shao et coll.),
– un second pic d’e´lectrons d’e´nergie comprise entre 2 et 3 keV (e´lectrons ”chauds”).
Ces re´sultats indiquent une diffe´rence majeure par rapport aux solides : pour des intensite´s
e´quivalentes, la tempe´rature e´lectronique atteinte dans le cas d’irradiation de cibles solides
est de quelques centaines d’eV [Shepherd et al. 94]. Ceci est duˆ aux pertes d’e´nergie par
conduction dans le mate´riau froid entourant la zone d’interaction. A` contrario, la faible
densite´ atomique moyenne d’un jet d’agre´gats limite ces pertes, permettant ainsi d’obtenir
des tempe´ratures beaucoup plus importantes.
En e´tudiant la distribution angulaire des e´lectrons provenant des agre´gats, les auteurs
observent que les e´lectrons ”tie`des” sont e´mis pre´fe´rentiellement dans l’axe de polarisation
du laser de la meˆme manie`re que des e´lectrons arrache´s par ionisation optique dans le
cas d’atomes seuls. La distribution posse`de cependant une largeur a` mi-hauteur d’environ
60°, supe´rieure a` celle obtenue dans le cas d’un gaz monoatomique (∼ 20°). Cet e´largisse-
ment indique que ces e´lectrons ”tie`des” ne sont pas simplement originaires de l’ionisation
par effet de champ mais proviennent e´galement de collisions e´lectron-ion rendant l’e´mis-
sion isotrope. Par contre, les e´lectrons ”chauds” ne pre´sentent aucune direction d’e´mission
pre´fe´rentielle. Ceci indique que ces e´lectrons subissent un nombre important de collisions
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avant d’eˆtre e´jecte´s de l’agre´gat.
Cependant, d’autres expe´riences contestent ces re´sultats : V. Kumarappan et coll.
observent une distribution e´lectronique a` une seule composante, d’e´nergie comprise entre
0 et 5 keV [Kumarappan et al. 03]. Cette unique contribution a e´galement e´te´ obtenu par
E. Springate et coll. comme le montre la figure 1.7[Springate et al. 03]. Quel que soit le
gaz employe´ (argon, krypton ou xe´non) et quelles que soient les conditions expe´rimentales,
E. Springate et coll. n’obtiennent jamais de second pic d’e´lectrons ”chauds”. Diverses
hypothe`ses ont e´te´ e´mises pour tenter d’expliquer cette diffe´rence, parmi lesquelles une
mauvaise interpre´tation par Y. Shao des traces de temps de vol mesure´es. Il faut e´galement
noter que les tailles d’agre´gats utilise´es dans ces expe´riences sont tre`s diffe´rentes (2500
atomes/agre´gat pour Y. Shao et entre 104 et 106 pour V. Kumarappan et E. Springate).
Fig. 1.7 – Distribution en e´nergie des e´lectrons e´mis lors de l’interaction entre une
impulsion laser (400 fs ; 1016 W.cm−2) et des agre´gats de xe´non (2,4×106
atomes/agre´gat) [Springate et al. 03].
En ce qui concerne le pic d’e´lectrons a` basse e´nergie (e´lectrons ”tie`des”), les re´sultats
concordent quelle que soit l’expe´rience : l’anisotropie obtenue par Y. Shao et coll. est e´ga-
lement observe´e par E. Springate et coll. et V. Kumarappan et coll. : l’e´mission d’e´lectrons
est privile´gie´e dans la direction de polarisation du laser, et le pic d’e´mission est plus large
que dans le cas d’atomes isole´s.
Compte tenu des tempe´ratures e´lectroniques obtenues, l’interaction laser-agre´gat pre´-
sente des proprie´te´s inte´ressantes quant a` la production d’e´lectrons e´nerge´tiques. E. Sprin-
gate et V. Kumarappan se sont donc e´galement inte´resse´s a` l’optimisation de cette source
de particules. Ils observent, pour une e´nergie laser et une taille d’agre´gat donne´es, une
dure´e d’impulsion optimale pour laquelle la population d’e´lectrons e´mis est la plus e´ner-
ge´tique (tout comme dans le cas de l’e´mission X).
1.3.3.2 Ions
Paralle`lement a` l’e´mission d’e´lectrons, certaines expe´riences ont e´galement e´tudie´ la
distribution e´nerge´tique des ions provenant de l’interaction laser-agre´gat. En irradiant des
22
1.3. Autres re´sultats expe´rimentaux
agre´gats de xe´non de 2500 atomes (R0 ∼ 65 ± 5 A˚) par une impulsion de 150 fs avec
une intensite´ creˆte de 2×1016 W.cm−2, T. Ditmire et coll. a observe´ une e´mission iso-
trope d’ions Xeq+ dont l’e´nergie atteint 1 MeV et dont l’e´tat de charge q maximum est de
40 [Ditmire et al. 97a]. Avec des conditions laser le´ge`rement diffe´rentes (τFWHM=130 fs ;
I0=5×1017 W.cm−2) et des agre´gats de xe´non beaucoup plus conse´quents (2×106 atomes),
M. Lezius et coll. obtiennent e´galement une e´nergie ionique maximale de l’ordre du MeV
[Lezius et al. 98].
Pour des agre´gats d’argon de 12800 atomes irradie´s par une impulsion laser (τFWHM=
130 fs ; I0=2×1016 W.cm−2), M. Hirokane et coll. obtiennent des ions dont l’e´nergie atteint
800 keV [Hirokane et al. 04]. Contrairement a` T. Ditmire, l’e´mission est anisotrope :
les ions les plus e´nerge´tiques et les plus charge´s sont e´mis pre´fe´rentiellement dans la
direction de polarisation du laser. De plus, M. Hirokane et coll. observent une de´pendance
en fonction de la taille des agre´gats : l’e´nergie ionique maximale atteinte augmente avec
le rayon de l’agre´gat.
1.3.4 Bilan des re´sultats expe´rimentaux
Les sections pre´ce´dentes pre´sentent de nombreux re´sultats expe´rimentaux qui mettent
clairement en e´vidence le comportement singulier d’un jet d’agre´gats expose´ a` une impul-
sion lumineuse. La tre`s forte capacite´ d’absorption de l’e´nergie laser permet de ge´ne´rer
des photons et des particules tre`s e´nerge´tiques avec des taux de conversion tre`s inte´res-
sants. Par conse´quent, dans le but de cre´er une source de rayonnement ou de particules,
de faible couˆt et de faible encombrement, l’interaction laser-agre´gat pre´sente des qualite´s
remarquables.
Cependant, la diversite´ de ces re´sultats de´montre que l’optimisation de ce type de
sources est loin d’eˆtre acquise. La dynamique de l’interaction est complexe et de´pend de
multiples parame`tres. De plus, ces re´sultats s’accompagnent d’incertitudes lie´es au simple
fait que l’impulsion laser n’interagit pas avec un unique agre´gat. D’une part, compte tenu
des tailles de tache focale utilise´es (de l’ordre de quelques µm) et des densite´s d’agre´gats
dans le jet, l’impulsion lumineuse irradie plusieurs dizaines d’agre´gats. D’autre part, le jet
de gaz n’est que partiellement condense´ en agre´gats, le champ e´lectromagne´tique interagit
donc e´galement en partie avec un gaz monoatomique. L’influence de cet environnement
a e´te´ discute´ par ailleurs par T. Caillaud et coll. [Caillaud et al. 06]. Ils de´montrent
que les atomes ionise´s par le champ cre´ent un plasma qui agit comme une lentille de´foca-
lisante. L’intensite´ du laser sur la cible peut eˆtre jusqu’a` 3 fois plus faible que dans le vide.
Bien que les re´sultats expe´rimentaux donnent des indices permettant de comprendre
la dynamique des agre´gats, la re´ponse d’un agre´gat unique a` l’impulsion laser n’est donc
pas encore clairement comprise :
– Comment sont produits les importants e´tats de charge observe´s ?
– Comment sont acce´le´re´s les particules a` plusieurs keV pour les e´lectrons et jusqu’au
MeV pour les ions ?
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– Quels sont les diffe´rents me´canismes qui induisent un couplage si efficace avec l’im-
pulsion laser ?
Divers mode`les the´oriques ont donc e´te´ de´veloppe´s afin de mieux comprendre la re´ac-
tion d’un agre´gat irradie´ par une impulsion laser et tenter de re´pondre a` ces diffe´rentes
questions.
1.4 Mode´lisation de l’interaction : Re´sultats the´o-
riques
Les agre´gats constituent un milieu interme´diaire entre les atomes et les solides. Par
conse´quent, deux voies ont alors e´te´ principalement suivies pour tenter de mode´liser l’in-
teraction laser-agre´gat et comprendre les re´sultats expe´rimentaux obtenus. Une premie`re
solution consiste a` reprendre les mode`les utilise´s en physique atomique ou mole´culaire et a`
les e´tendre aux agre´gats. L’autre axe de de´veloppement adopte une description macrosco-
pique de l’interaction. Cette section pre´sente donc les diffe´rents mode`les de´veloppe´s ainsi
que les principaux re´sultats obtenus dans le cadre de ces mode`les.
1.4.1 Mode`le CEMM (Coherent Electron Motion Model)
Le premier mode`le de´veloppe´ pour expliquer l’e´mission X ”anormale” provenant de
l’irradiation d’agre´gats par une impulsion laser a e´te´ propose´ par A. McPherson et coll.
[McPherson et al. 93b]. Ils conside`rent que les premiers atomes ionise´s ge´ne`rent des
e´lectrons libres qui sont alors acce´le´re´s par le champ e´lectromagne´tique a` l’inte´rieur de
l’agre´gat. Les e´lectrons suffisamment e´nerge´tiques qui entrent en collision avec les ions ou
atomes environnants sont susceptibles de cre´er des lacunes en couche interne. Ces lacunes
peuvent alors eˆtre comble´es par la de´sexcitation radiative d’un e´lectron d’une couche ex-
terne, de´sexcitation associe´e a` l’e´mission d’un photon e´nerge´tique. Ce mode`le implique
une gamme d’e´clairement laser donne´e : d’une part, l’intensite´ doit eˆtre suffisamment im-
portante pour que les e´lectrons acce´le´re´s aient assez d’e´nergie pour ioniser les couches
internes ; d’autre part, l’intensite´ ne doit pas eˆtre trop e´leve´e pour e´viter que les couches
externes ne soient comple`tement ionise´es.
Peu apre`s, un comple´ment a e´te´ apporte´ par la meˆme e´quipe. Les N e´lectrons libres
sont conside´re´s comme un ensemble oscillant de manie`re cohe´rente dans le champ laser
(mode`le CEMM, pour ”Coherent Electron Motion Model”). Cet ensemble se comporte
alors comme une ”quasi-particule” unique de charge Ne et de masse Nme [Boyer et al.
94]. Les e´tats de charge plus e´leve´s sont obtenus par ionisation collisionnelle entre les ions
(ou atomes) de l’agre´gat et cette quasi-particule d’une manie`re analogue a` l’ionisation par
impact e´lectronique. Le mouvement collectif induit e´galement un fort couplage avec l’onde
e´lectromagne´tique. La probabilite´ d’e´jection de plusieurs e´lectrons en couche interne de-
vient aussi importante que la probabilite´ d’e´jection d’un seul e´lectron, le taux d’e´mission
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X est alors largement accru. Ce mode`le donne un accord satisfaisant avec les re´sultats
expe´rimentaux mais uniquement pour de petits agre´gats (pour un rayon de quelques ang-
stro¨ms).
1.4.2 Un mode`le macroscopique : le mode`le nanoplasma
A l’oppose´ des mode`les particulaires qui seront pre´sente´s dans les sections suivantes,
certains auteurs ont tente´ de mode´liser l’interaction laser-agre´gat a` l’aide de processus
macroscopiques. La re´ponse de l’agre´gat est mode´lise´e a` l’aide d’une description inhe´rente
a` la physique des solides ou des plasmas. L’agre´gat est alors conside´re´ comme un ensemble
re´agissant globalement a` l’impulsion laser. Cette description statistique impose une taille
d’agre´gat suffisamment e´leve´e pour pouvoir eˆtre valide.
T. Ditmire et coll. ont de´veloppe´ un mode`le baptise´ ”mode`le nanoplasma” [Ditmire et
al. 96]. Ce mode`le de´crit la dynamique de l’ionisation, du chauffage et de l’expansion
de la cible en conside´rant l’agre´gat comme un plasma sphe´rique de taille nanome´trique.
T. Ditmire et coll. conside`rent une distribution isotrope et maxwellienne des e´lectrons.
Ceci est justifie´ par la densite´ e´leve´e a` l’inte´rieur de l’agre´gat (proche de celle d’un solide)
qui induit des taux collisionnels tre`s importants. Les e´lectrons sont e´galement conside´re´s
comme e´tant uniforme´ment re´partis. L’agre´gat est donc mode´lise´ par un plasma homoge`ne
dont la densite´ et la tempe´rature e´lectronique ne de´pendent que du temps.
Pour prendre en compte l’absorption de l’e´nergie laser, l’agre´gat est assimile´ a` une
sphe`re die´lectrique. Le champ interne, calcule´ a` l’aide de cette hypothe`se, pre´sente alors
une re´sonance lorsque la densite´ e´lectronique ne atteint une valeur particulie`re e´gale a`
trois fois la densite´ critique nc, de´finie dans un plasma selon nc = (meε0ω
2
0)/e
2, ou` me et
e sont respectivement la masse et la charge de l’e´lectron, ε0 est la permittivite´ du vide, et
ω0 est la pulsation du laser. Cette re´sonance du champ interne induit une forte absorption
de l’e´nergie laser par bremsstrahlung inverse.
L’e´jection d’e´lectrons e´nerge´tiques en dehors de l’agre´gat est e´galement prise en compte.
Ce de´faut de charges induit une pression coulombienne qui participe a` l’expansion de
l’agre´gat. A` cette pression coulombienne, T. Ditmire et coll. ajoutent une pression hydro-
dynamique. Cette pression provient de la conversion de l’e´nergie absorbe´e par les e´lectrons
en e´nergie cine´tique ionique.
Le mode`le nanoplasma indique que les collisions e´lectron-ion jouent un roˆle pre´pon-
de´rant. L’ionisation optique par le champ laser ge´ne`re les premiers e´lectrons. Ceux ci ac-
quie`rent ensuite de l’e´nergie par bremsstrahlung inverse et percutent les ions (ou atomes)
environnants, induisant ainsi en quelques centaines de femtosecondes un degre´ d’ionisa-
tion tre`s e´leve´ a` l’inte´rieur de l’agre´gat. Les e´lectrons libres deviennent alors suffisamment
e´nerge´tiques pour quitter l’agre´gat. Finalement, celui-ci explose duˆ aux effets combine´s
des pressions coulombienne et hydrodynamique.
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E. Springate et coll. ont de´montre´ que ce mode`le permet de reproduire les variations
de l’e´mission d’ions e´nerge´tiques en fonction de la taille des agre´gats ainsi que des divers
parame`tres laser [Springate et al. 00]. La figure 1.8 pre´sente l’e´nergie ionique maximale
obtenue expe´rimentalement et the´oriquement en fonction de la taille des agre´gats irradie´s.
De plus, le mode`le nanoplasma pre´voit une dure´e d’impulsion optimale pour l’absorption,
optimum mis en e´vidence expe´rimentalement [Zweiback et al. 99]. En effet, lorsque la
densite´ e´lectronique atteint la valeur critique de 3nc, la re´sonance induit une tre`s forte
absorption de l’e´nergie du laser. L’absorption est optimale si cette re´sonance survient au
moment ou` l’intensite´ du laser est maximale.
Fig. 1.8 – E´nergie ionique maximale obtenue expe´rimentalement (•) et the´oriquement
( ) en fonction de la taille des agre´gats de xe´non irradie´s par une impul-
sion laser de 230 fs et 3×1015 W.cm−2 [Springate et al. 00].
H. Milchberg et coll. ont e´tendu ce mode`le en incluant une de´pendance radiale de la
densite´ e´lectronique [Milchberg et al. 01]. Les auteurs observent toujours une absorption
re´sonante mais celle-ci se produit a` ne = nc. Compte tenu du gradient de densite´, ceci
signifie que la re´sonance ne survient a` un temps t donne´ que pour une couche de l’agre´gat
donne´e. L’e´volution du rayon de l’agre´gat induit un accroissement de l’absorption pour
diffe´rentes couches du plasma en fonction du temps. Par conse´quent, l’e´nergie laser est
fortement absorbe´e tout au long de l’impulsion laser, contrairement au cas uniforme ou`
la re´sonance est tre`s bre`ve. Ce mode`le unidimensionnel pre´sente e´galement une dure´e
optimale d’impulsion.
1.4.3 Mode`les de dynamique mole´culaire
Les simulations de dynamique mole´culaire consistent a` calculer l’e´volution d’un sys-
te`me de particules au cours du temps en de´terminant la vitesse et la position de chaque
particule a` l’aide des lois de la dynamique classique de Newton. Les forces applique´es a`
une particule sont de´termine´es par les potentiels d’interaction avec toutes les autres par-
ticules du syste`me. Ces simulations ont e´te´ initialement de´veloppe´es pour des syste`mes
mole´culaires, mais, en exploitant le fait que les agre´gats sont compose´s d’un nombre fini
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d’atomes, certains auteurs ont utilise´ ce type de mode`le pour de´terminer la dynamique
d’un agre´gat soumis a` un champ laser intense.
C. Rose-Petruck et coll. ont de´veloppe´ un mode`le pour lequel les probabilite´s d’ionisa-
tion par le champ sont prises en compte par la me´thode de Monte Carlo [Rose-Petruck et
al. 97]. L’e´volution de l’agre´gat obtenue est la suivante : les premiers atomes sont ionise´s
par le champ laser de`s lors que l’intensite´ devient suffisante pour vaincre la barrie`re cou-
lombienne liant l’e´lectron a` son atome parent. Les ions ainsi cre´e´s, confine´s a` l’inte´rieur de
l’agre´gat, induisent un champ e´lectrostatique supple´mentaire tre`s important. L’ionisation
par suppression de barrie`re subse´quente, alors calcule´e dans le champ e´lectrique total re´-
sultant du laser et des particules charge´es, augmente la densite´ ionique. Le nombre d’ions
augmentant, le champ total devient donc encore plus important ce qui permet finalement
d’obtenir des e´tats de charge e´leve´s. Ainsi, l’ionisation initiale agit comme un de´clic qui
”allume” la dynamique de l’ionisation de l’agre´gat, ce mode`le a donc e´te´ baptise´ IIM, pour
”Ionization Ignition Model”.
L’e´tude des trajectoires e´lectroniques de´montre que les e´lectrons subissent plusieurs
collisions avec les ions environnants avant de quitter l’agre´gat. Le champ e´lectrique com-
bine´ a` ces collisions permet aux e´lectrons de gagner de l’e´nergie par bremsstrahlung in-
verse. Lorsque les e´lectrons deviennent suffisamment e´nerge´tiques, les collisions avec les
ions peuvent alors ge´ne´rer des trous en couche interne. La de´sexcitation radiative induite
par ces lacunes conduit a` l’e´mission de rayonnement X.
K. Ishikawa et T. Blenski ont e´galement e´tudie´ la dynamique de l’ionisation d’agre´-
gats compose´s de 55 et 147 atomes [Ishikawa et al. 00]. Le mode`le inclu les processus
d’ionisation par effet tunnel et par collisions ainsi que la recombinaison e´lectronique. Ils
de´montrent que l’ionisation des atomes s’effectue essentiellement par effet tunnel duˆ a` la
combinaison des champs e´lectriques du laser, des ions et des e´lectrons. Les auteurs de´-
montrent e´galement que l’explosion de l’agre´gat est principalement coulombienne (duˆe a`
la re´pulsion des ions entre eux).
I. Last et J. Jortner ont de´veloppe´ un mode`le de dynamique mole´culaire en trois
dimensions dans lequel les atomes et les ions peuvent eˆtre ionise´s par le champ e´lectroma-
gne´tique et par collisions [Last et al. 00]. L’e´tude porte sur l’e´volution des e´lectrons libres
a` l’inte´rieur de l’agre´gat et leur probabilite´ d’eˆtre e´jecte´s en dehors de cet agre´gat. Si des
e´lectrons quittent l’agre´gat, il s’ensuit un de´faut de charges ne´gatives, les ions ont alors
tendance a` s’e´carter les uns des autres et le rayon de l’agre´gat augmente. Pour les plus gros
agre´gats e´tudie´s (1061 atomes de xe´non), les auteurs de´montrent que, au temps t ou` le
rayon de l’agre´gat a augmente´ jusqu’a` une valeur donne´e, l’e´jection d’e´lectrons augmente
fortement. Il s’ensuit un important de´faut de charge qui conduit a` l’explosion de l’agre´gat.
Ainsi, le passage par cette taille d’agre´gat particulie`re s’apparente a` une quasire´sonance
pour laquelle l’e´nergie des e´lectrons s’accroˆıt nettement.
Afin de mode´liser la dynamique pour de plus gros agre´gats (∼ 104 atomes/agre´gat),
G. Petrov et coll. ont de´veloppe´ un mode`le de dynamique mole´culaire pour lequel les
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particules composant l’agre´gat sont remplace´es par des ”macroparticules” (jusqu’a` 1000
macroparticules pour les plus gros agre´gats) [Petrov et al. 05]. Chaque macroparticule
est compose´e de n particules identiques (e´lectrons, ions ou atomes) de charge nq et de
masse nm, q et m e´tant les charge et masse d’une particule individuelle. La position
et l’impulsion de ces macroparticules sont de´termine´es par les e´quations relativistes du
mouvement en 3 dimensions, les potentiels d’interaction entre ces macroparticules sont
de´termine´s empiriquement.
Les re´sultats sont pre´sente´s pour des agre´gats de xe´non, une impulsion laser de 120 fs
et un e´clairement creˆte de 1016 W.cm−2. L’e´tude des e´tats de charge atteints en fonction du
rayon initial de l’agre´gat re´ve`le que plus le rayon augmente et plus l’ionisation collisionnelle
joue un roˆle pre´ponde´rant dans la dynamique de l’ionisation. L’e´tude de la variation de la
densite´ e´lectronique a` l’inte´rieur de l’agre´gat indique une augmentation quasi instantane´e
jusqu’a` quelques 1022 cm−3. Puis la densite´ reste comprise entre 1022 et 1023 cm−3 pendant
quelques dizaines de femtosecondes avant de de´croˆıtre tre`s rapidement. Cette de´croissance
est duˆe a` l’explosion de l’agre´gat.
Pour des agre´gats de xe´non de 100 A˚ de rayon, la distribution e´nerge´tique des e´lectrons
pre´sente une partie maxwellienne a` faible e´nergie a` laquelle s’ajoute une composante non-
maxwellienne a` haute e´nergie. L’e´nergie moyenne est de 13,1 keV pour les e´lectrons et de
291 keV pour les ions, ce qui est cohe´rent avec les re´sultats expe´rimentaux obtenus.
Ce mode`le est cependant limite´ en terme de taille d’agre´gats. En effet, d’apre`s les au-
teurs, pour de plus gros agre´gats, le nombre de particules composant une macroparticule
devient trop conse´quent et les solutions obtenues n’ont plus de sens physique.
Les mode`les de dynamique mole´culaire permettent de de´gager certaines proprie´te´s du
comportement d’un agre´gat soumis a` un champ laser intense. Ils sont cependant limite´s :
d’une part, la description classique des trajectoires e´lectroniques ne donne qu’une valeur
qualitative aux re´sultats. D’autre part, l’emploi de me´thode de dynamique mole´culaire est
restreinte a` des syste`mes de petite taille.
1.4.4 Simulations PIC (Particle In Cell)
La me´thode PIC permet de de´crire l’e´volution de particules charge´es dans un champ
e´lectromagne´tique en utilisant l’approximation de type champ moyen. Les champs e´lec-
triques et magne´tiques sont calcule´s sur un maillage a` l’aide des e´quations de Maxwell.
Apre`s interpolation de ces champs sur les positions des particules, on en de´duit la force
applique´e, ce qui permet, a` l’aide des e´quations du mouvement, de de´terminer leurs nou-
velles vitesses et positions. Pour des syste`mes compose´s de nombreux corpuscules, les
particules charge´es sont repre´sente´es par des pseudo-particules nume´riques (ou cellules)
qui correspondent a` une moyenne sur un grand nombre d’e´le´ments. La densite´ de courant
et la densite´ de charges, termes sources des e´quations de Maxwell, sont de´termine´es a`
l’aide de ces valeurs moyennes.
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1.4.4.1 Mode`le MPIC (Microscopic Particle In Cell)
Pour de´terminer la dynamique de l’agre´gat, C. Jungreuthmayer et coll. ont utilise´ un
code PIC en 3 dimensions [Jungreuthmayer et al. 04]. Cette simulation PIC pre´sente la
particularite´ d’avoir une taille de boite tre`s faible. Ainsi, chaque cellule ne contient qu’une
seule particule charge´e. Ceci permet d’avoir acce`s a` diffe´rents processus microscopiques
qui ne peuvent eˆtre traite´ par les codes PIC traditionnels. En effet, dans une simulation
PIC, une boite repre´sente une particule virtuelle qui est le re´sultat de la moyenne effectue´e
sur les ions et e´lectrons la composant. L’interaction entre les diffe´rentes cellules ne peut
donc pas prendre en compte des processus comme l’ionisation collisionnelle, le chauffage
par bremsstrahlung inverse ou tout autre me´canisme microscopique ne´cessitant l’interac-
tion de particules re´elles. La mode´lisation de C. Jungreuthmayer et coll. permet donc de
prendre en compte ces phe´nome`nes. Les positions et vitesses des particules sont calcule´es
classiquement a` l’aide des e´quations du mouvement relativistes. Les processus quantiques
tels que l’ionisation par effet tunnel sont e´galement ajoute´s. L’effet tunnel est calcule´ avec
le champ e´lectrique total provenant du laser et du champ associe´ aux particules charge´es
composant l’agre´gat. Ce champ total est calcule´ a` l’aide des e´quations de Maxwell.
Pour des agre´gats d’argon ArN(N=10000) et de xe´non XeN (N=25000) irradie´s par
une impulsion laser (τFWHM=100 fs ; I0= 8×1015 W.cm−2) le spectre e´nerge´tique des ions
obtenu est en accord avec les re´sultats expe´rimentaux de V. Kumarappan [Kumarappan
et al. 03]. L’e´tude de la dynamique de l’agre´gat re´ve`le que l’ionisation provient essentiel-
lement du champ e´lectromagne´tique induit (par le laser et les particules charge´es). Les
simulations mettent e´galement en e´vidence une ionisation duˆe a` la polarisation de l’agre´-
gat : le champ laser est suffisamment intense pour de´placer le nuage d’e´lectrons libres par
rapport aux ions, plus lourds, qui restent donc en place. Au poˆle oppose´ au de´placement,
l’exce`s de charges positives induit donc un accroissement local du champ e´lectrostatique,
ce qui augmente l’ionisation.
D’apre`s C. Jungreuthmayer et coll., l’expansion de l’agre´gat est de´termine´e par des
forces e´lectrostatiques et par des processus plasma. Les forces e´lectrostatiques re´sultent
de l’e´jection d’e´lectrons en dehors de l’agre´gat. Il s’ensuit un de´faut de charges ne´gatives
qui induit une re´pulsion coulombienne entre les ions et conduit a` l’augmentation du rayon
de la cible. Les processus plasma correspondent a` la conversion de l’e´nergie absorbe´e par
les particules en e´nergie cine´tique ionique, ce qui conduit a` l’expansion hydrodynamique
de l’agre´gat. Le mode`le indique que plus le rayon initial de l’agre´gat augmente, et plus
l’expansion est domine´e par la composante hydrodynamique. Ceci vient du fait que les
e´lectrons sont plus difficilement e´jecte´s pour de plus gros agre´gats.
Compte tenu de son caracte`re microscopique, cette simulation PIC rejoint les mode`les
de dynamique mole´culaire dans le sens ou` l’e´volution de chaque particule est traite´e. Les
re´sultats obtenus sont cohe´rents et confortent donc la description de la dynamique de
l’agre´gat. Cependant, cette simulation PIC microscopique est, tout comme les mode`les
de dynamique mole´culaire, limite´e par le nombre d’atomes composant l’agre´gat. Pour
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de´terminer l’e´volution d’agre´gats de plus grande taille, il est alors ne´cessaire d’avoir recours
aux codes PIC utilisant des pseudo-particules repre´sentant une moyenne de plusieurs
particules charge´es.
1.4.4.2 Simulation PIC pour de plus gros agre´gats
Re´cemment, Y. Fukuda et coll. ont de´veloppe´ un code PIC (3D) pour mode´liser la
dynamique d’un agre´gat d’argon de 1,6×106 atomes (R0=240 A˚) [Fukuda et al. 06].
L’impulsion laser applique´e posse`de une largeur a` mi-hauteur de 20 fs et un e´clairement
creˆte de 2,7×1017 W.cm−2. Les processus d’ionisation sont pris en compte par la me´thode
de Monte-Carlo. La dynamique de l’ionisation indique que les ions (jusqu’a` Ar16+) sont
produits par collisions et par effet tunnel. Le champ responsable de l’ionisation tunnel
provient de trois composantes :
– le champ e´lectromagne´tique du laser,
– le champ de polarisation induit (les e´lectrons libres sont de´place´s par rapport au
centre de l’agre´gat selon la direction de polarisation du laser, la partie de l’agre´gat
diame´tralement oppose´e se retrouve donc avec un exce`s de charges positives),
– le champ ambipolaire radial re´sultant de la non-neutralite´ de la couronne de plasma
proche de la surface (les e´lectrons e´jecte´s de l’agre´gat proviennent essentiellement
de la couronne, induisant ainsi un de´faut de charges ne´gatives en surface).
L’intensite´ atteinte par le champ total re´sultant est alors de 6×1018 W.cm−2 ce qui est
suffisant pour produire des ions Ar16+. De plus, lorsque la densite´ e´lectronique devient
e´leve´e, le champ laser est e´crante´ et ne pe´ne`tre plus dans la totalite´ de l’agre´gat. Seule la
surface de l’agre´gat est irradie´e. Celui-ci se retrouve alors compose´ de deux parties : une
couche externe ou` le champ est tre`s important et un coeur opaque ou` les densite´s ioniques
et e´lectroniques sont tre`s importantes.
L’e´volution de la distribution des e´tats de charge indique que l’ionisation perdure apre`s
la fin de l’impulsion. En effet, dans le coeur de l’agre´gat, les fortes densite´s induisent une
tre`s forte ionisation collisionnelle. Dans la couronne, des e´lectrons s’e´chappent induisant un
exce`s de charges positives. Le champ associe´ aux ions conduit alors a` des degre´s d’ionisa-
tion supple´mentaires. La re´pulsion coulombienne des charges positives conduit e´galement
a` l’augmentation du rayon de l’agre´gat.
La distribution e´nerge´tique des e´lectrons pre´sente une structure a` deux composantes
avec une premie`re partie a` basse e´nergie (de 0,1 keV a` quelques keV) et une seconde a`
plus haute e´nergie (de 10 a` 600 keV). L’e´nergie e´lectronique moyenne obtenue a` la fin de
la simulation est de 3,3 keV. La distribution e´nerge´tique des ions indique que plus l’e´tat
de charge est e´leve´ et plus la distribution est de´cale´e vers les hautes e´nergies. Pour les
e´tats de charge e´leve´s (q ≥ 12), les ions sont re´partis en deux groupes : la composante la
plus e´nerge´tique provient de l’explosion coulombienne de la couche externe alors que la
partie moins e´nerge´tique provient de l’expansion hydrodynamique du coeur de l’agre´gat.
L’e´nergie ionique moyenne obtenue est de 36,6 keV avec une limite supe´rieure de l’ordre
du MeV pour les e´tats de charge les plus e´leve´s.
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1.4.5 Mise en e´vidence d’un me´canisme de chauffage addition-
nel : prise en compte de processus stochastiques
Le mode`le re´cemment de´veloppe´ par C. Deiss et coll. est base´ sur le fait qu’un e´lectron
oscillant dans un champ e´lectrique et subissant une re´trodiffusion e´lastique peut gagner
de l’e´nergie si cette collision co¨ıncide avec l’inversion de sens du champ laser [Deiss et al.
06]. En effet, le vecteur vitesse e´lectronique inverse´ par la collision est alors de nouveau
oriente´ dans le sens du champ, l’e´lectron peut donc eˆtre encore acce´le´re´ durant la demi-
pe´riode suivante. Ce processus est illustre´ sur la figure 1.9. L’e´lectron a par ailleurs une
probabilite´ non ne´gligeable d’eˆtre re´trodiffuse´ e´lastiquement de fac¸on synchrone avec le
laser, et rapidement absorber une quantite´ importante d’e´nergie.
Fig. 1.9 – Repre´sentation sche´matique de l’e´volution temporelle de la vitesse d’un e´lec-
tron dans un champ e´lectrique oscillant. (a) L’e´nergie maximale acquise par
un e´lectron libre est e´gale a` l’e´nergie ponde´romotrice. (b) Si un e´lectron est re´-
trodiffuse´ e´lastiquement a` l’instant ou` le champ s’annule, sa vitesse s’inverse,
l’e´lectron peut alors absorber de l’e´nergie et eˆtre efficacement acce´le´re´ durant
la demi-pe´riode suivante.[Deiss et al. 06].
Afin d’e´valuer la probabilite´ de ce processus stochastique, les sections efficaces de dif-
fusion e´lastique diffe´rentielles en angle sont de´termine´es en prenant en compte l’influence
du coeur ionique diffuseur par l’interme´diaire d’un potentiel Hartree-Fock parame´trise´.
Les donne´es obtenues par C. Deiss et coll. mettent par ailleurs en e´vidence l’importance
de la prise en compte de ce potentiel non coulombien. Les sections efficaces de diffusion
a` grand angle sont en effet nettement accrues vis a` vis des sections calcule´es dans un
potentiel coulombien selon le mode`le de Rutherford.
Pour mode´liser la dynamique d’un agre´gat irradie´ par une impulsion laser, C. Deiss
et coll. conside`rent que la dynamique e´lectronique est repre´sente´e par une fonction de
distribution classique discre´tise´e sur un ensemble de particules test Ntest(t). Pour Ne(t)
e´lectrons libres, ces pseudo-particules repre´sentent αNe(t) e´lectrons, ou` α est un para-
me`tre ajustable (limite´ par les performances nume´riques). Ceci permet par conse´quent de
simuler la dynamique d’agre´gats de taille conse´quente (comprenant plus de 105 atomes).
31
Chapitre 1. E´tat de l’art
Afin de prendre en compte le me´canisme de chauffage de´crit ci-dessus, l’e´quation du mou-
vement des e´lectrons est de´termine´e par la me´thode de champ moyen selon l’e´quation de
Langevin (e´quation de Newton dans laquelle des processus stochastiques sont prises en
compte). Les diffe´rents me´canismes d’ionisation pris en compte sont l’ionisation par effet
de champ ainsi que l’ionisation par impact e´lectronique. La mode´lisation permet enfin de
de´terminer la production de rayonnement X, en e´valuant le nombre de lacunes en couche
K ge´ne´re´es et les taux de fluorescence associe´s.
A` l’aide de ce mode`le, C. Deiss et coll. ont simule´ l’interaction d’un agre´gat d’argon
(R=136 A˚) avec une impulsion laser dont la dure´e a` mi-hauteur est de 60 fs. Les si-
mulations effectue´es permettent de reproduire les re´sultats expe´rimentaux concernant la
variation de photons X produits en fonction de l’e´clairement creˆte I0 (pour I0 ∈ [3×1015
W.cm−2 ; 1016 W.cm−2]). Il est par ailleurs inte´ressant de remarquer que la prise en compte
de l’influence du coeur ionique dans l’e´valuation des sections est primordiale. Le rayonne-
ment X est en effet accru d’un facteur 4 a` 7 par rapport au cas purement coulombien.
1.4.6 E´quation de Boltzmann couple´e a` un mode`le collisionnel-
radiatif
A` l’aide d’un mode`le de´terminant l’e´volution temporelle des populations de chaque
e´tat de charge, la fonction de distribution e´nerge´tique des e´lectrons, et le rayonnement X
e´mis, M. Sherrill et coll. ont reproduit un spectre d’e´mission X expe´rimental [Sherrill M.
et al. 06]. Ce spectre provient d’agre´gats d’argon de 1 µm irradie´s par une impulsion de
dure´e a` mi-hauteur de 30 fs et d’e´clairement creˆte 1019 W.cm−2. L’e´volution de l’agre´gat
est divise´e en trois parties : avant, au cours, et apre`s le passage de l’impulsion.
Le spectre expe´rimental pre´sente´ par M. Sherrill et coll. a e´te´ obtenu sur l’installa-
tion laser JAERI au Japon. Comme toute installation ge´ne´rant des impulsions bre`ves
et intenses, ce syste`me e´met une pre´-impulsion. Dans ce cas, la pre´-impulsion irradie la
cible 10 ns avant l’arrive´e de l’impulsion principale. De plus, l’intensite´ creˆte de cette
pre´-impulsion est de 1014 W.cm−2. Compte tenu de cette intensite´, l’impulsion principale
n’interagit pas avec un agre´gat mais avec un plasma pre´forme´. En effet, a` 1014 W.cm−2,
le champ e´lectrique est suffisant pour ioniser les atomes d’argon jusqu’a` 8 fois. Par conse´-
quent, les auteurs conside`rent que l’impulsion principale de 30 fs irradie un plasma forme´
d’Ar8+. La tempe´rature e´lectronique est estime´e a` 140 eV.
Pour mode´liser l’interaction de l’impulsion laser avec le plasma pre´forme´, M. Sherrill
et coll. utilise une simulation PIC ultra-relativiste a` une dimension. Ce code simule l’e´vo-
lution du plasma dans le champ e´lectromagne´tique produit par le laser et les particules
charge´es, et permet ainsi de de´terminer la fonction de distribution e´lectronique a` chaque
instant de l’interaction. Aucun processus collisionnel ni d’ionisation par effet de champ
ne sont conside´re´s. D’apre`s les auteurs, la faible dure´e de l’impulsion (30 fs) ne permet
pas aux processus collisionnels d’avoir un impact significatif sur l’e´volution des diffe´rentes
populations ioniques. De plus, la simulation indique que la majeure partie du champ est
32
1.4. Mode´lisation de l’interaction : Re´sultats the´oriques
re´fle´chie par le plasma. Seule une faible couche de plasma est donc irradie´e par l’e´claire-
ment creˆte de 1019 W.cm−2, la majeure partie ne subit qu’un champ amoindri insuffisant
pour ioniser les couches L de l’argon.
Apre`s le passage de l’impulsion, le plasma est donc compose´ d’ions Ar8+ dans l’e´tat
fondamental. La simulation PIC permet de de´terminer la fonction de distribution e´ner-
ge´tique des e´lectrons a` la fin de l’impulsion. Ces donne´es servent a` initialiser le code
collisionnel-radiatif qui de´termine l’e´volution des populations de chaque e´tat de charge.
La structure atomique des ions est prise en compte a` l’aide de 3000 niveaux de structure
fine de l’Ar8+ a` l’Ar16+. La dynamique de la distribution e´nerge´tique des e´lectrons est
calcule´e a` l’aide de l’e´quation de Boltzmann qui prend en compte les processus collision-
nels e´lastiques (e´lectron-e´lectron) et ine´lastique (excitation et de´sexcitation par impact
e´lectronique, ionisation). La distribution e´lectronique utilise´e initialement pre´sente une
longue queue tre`s e´nerge´tique. Les auteurs de´montrent que des e´lectrons jusqu’a` 50 keV
sont ne´cessaires pour obtenir un spectre converge´.
Fig. 1.10 – Spectre expe´rimental ( • •) et the´orique ( ) obtenus pour des agre´gats
d’argon de 1 µm irradie´s par une impulsion laser (τFWHM= 30 fs ; I0= 10
19
W.cm−2). Le spectre the´orique a e´te´ obtenu avec Na=3,162×1020 cm-3 et δτ=
5,7 ps (voir texte pour explications) [Sherrill M. et al. 06].
Le spectre d’e´mission mesure´ pre´sente des raies provenant d’ions multicharge´s jusqu’a`
Ar16+. Les auteurs estiment donc que ces e´tats de charge proviennent de l’e´volution d’un
plasma dense apre`s le passage de l’impulsion principale. Pour obtenir un spectre identique
au re´sultat expe´rimental, ce plasma doit posse´der une densite´ atomique Na suffisamment
e´leve´e pendant un temps δτ suffisamment long. Le mode`le collisionnel-radiatif couple´ a`
l’e´quation de Boltzmann est donc re´solu pour diffe´rents couples (Na, δτ) jusqu’a` ce que les
spectres the´orique et expe´rimental concordent (pour les raies Heα et d’intercombinaison
I). La figure 1.10 pre´sente le re´sultat obtenu pour une densite´ atomique de 3,162×1020
cm−3 maintenue constante pendant un temps δτ= 5,7 ps.
M. Sherrill et coll. ont de´veloppe´ le premier mode`le pre´sentant un spectre X synthe´-
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tique directement comparable aux expe´riences. Ils mettent en e´vidence l’importance de la
pre´-impulsion quant a` la formation d’un plasma et l’importance de la dynamique de ce
plasma apre`s le passage de l’impulsion principale. Cependant, ce mode`le ne permet pas
de comprendre comment les e´lectrons libres acquie`rent leur e´nergie. De plus, l’hypothe`se
selon laquelle il n’y a pas d’ionisation supple´mentaire pendant l’impulsion principale est
discutable. Enfin, le spectre a e´te´ obtenu pour une densite´ atomique Na constante pendant
un temps δτ alors que le plasma est en expansion et que par conse´quent, la densite´ de´croˆıt
au cours du temps.
1.4.7 Bilan des re´sultats the´oriques
Pour mode´liser l’interaction laser-agre´gat, diverses approches ont e´te´ utilise´es. De part
la nature interme´diaire des agre´gats, des mode`les particulaires (dynamique mole´culaire,
Particle In Cell) aussi bien que des mode`les macroscopiques ont e´te´ de´veloppe´s pour tenter
de comprendre le comportement d’un agre´gat irradie´ par une impulsion laser.
Les mode`les particulaires pre´sentent l’avantage de de´crire la dynamique de l’interac-
tion de manie`re tre`s comple`te. Les simulations indiquent que l’impulsion laser ionise les
atomes de l’agre´gat. Les e´lectrons libres peuvent alors quitter l’agre´gat si leur e´nergie
est suffisante. D’apre`s les mode`les, plus le rayon de l’agre´gat augmente et plus le nombre
d’e´lectrons e´jecte´s en dehors de l’agre´gat diminue. Ainsi, pour de petits agre´gats, le de´faut
de charges ne´gatives induit une explosion coulombienne de l’agre´gat. A` contrario, lorsque
le rayon augmente, l’expansion de l’agre´gat est de plus en plus gouverne´e par la pression
hydrodynamique. Pour la dynamique de l’ionisation, les mode`les particulaires pre´sentent
cependant certaines divergences. L’importance de l’ionisation par effet de champ vis a` vis
de l’ionisation collisionnelle reste inde´termine´e. Le champ e´lectrostatique lie´ aux particules
charge´es induit une ionisation supple´mentaire plus ou moins importante selon les mode`les.
Les mode`les macroscopiques ne´cessitent la formulation d’un certain nombre d’hypo-
the`ses supple´mentaires quant a` la re´action d’un agre´gat soumis a` une impulsion laser
intense. La comparaison des re´sultats the´oriques obtenus a` l’aide du mode`le nanoplasma
avec les re´sultats expe´rimentaux semblent indiquer que la description de T. Ditmire et
coll. est correcte. L’hypothe`se de l’uniformite´ de la distribution e´lectronique est cepen-
dant remise en cause par la description unidimensionnelle de H. Milchberg.
1.5 Conclusion
Nous avons vu dans ce chapitre les principaux re´sultats concernant l’interaction entre
des agre´gats de gaz rare et une impulsion laser bre`ve et intense. Ce re´sume´ non exhaustif
pourra eˆtre comple´te´ par la revue de U. Saalmann [Saalmann et al. 06].
Concernant l’e´mission X, les agre´gats constituent clairement une source a` haute ca-
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dence ide´ale pour la production de rayonnement X bref. Cette source doit cependant
encore eˆtre optimise´e. Les re´sultats expe´rimentaux indiquent que le nombre de photons
e´nerge´tiques e´mis augmente avec la taille des agre´gats. Cependant, l’influence des para-
me`tres laser n’est pas encore clairement comprise, d’autant plus que ceux-ci ne sont pas
ne´cessairement inde´pendants. Une meilleure compre´hension de la dynamique de l’agre´gat
passe donc par une mode´lisation the´orique de l’interaction.
Divers mode`les the´oriques ont par conse´quent e´te´ de´veloppe´s. Les mode`les particu-
laires nous permettent de mettre en e´vidence certains processus importants quant a` la
dynamique de l’interaction. Ils sont cependant limite´s de par leur nature a` des agre´gats
de petites tailles. Ils ne´cessitent un temps de calcul tre`s important (23 jours pour le calcul
de la dynamique d’un agre´gat de 10000 atomes pour un code PIC microscopique [Krish-
namurthy et al. 06]). Une utilisation syste´matique de ces mode`les semble donc difficile.
Le mode`le nanoplasma pre´sente au contraire l’avantage d’eˆtre adapte´ pour des agre´gats
compose´s de plusieurs millions d’atomes. Or, d’apre`s les re´sultats expe´rimentaux obtenus,
la production de rayonnement X est favorise´e pour ces gros agre´gats. L’objectif de ce tra-
vail e´tant de comprendre, mode´liser et optimiser la production de rayonnement X lors de
l’interaction d’une impulsion laser et d’un agre´gat, le mode`le nanoplasma semble donc le
plus approprie´.
Le chapitre suivant pre´sente donc le principe de´taille´ du mode`le de T. Ditmire et coll.
[Ditmire et al. 96]. Bien que les principales ame´liorations apporte´es a` ce mode`le seront
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2.1. Pre´sentation ge´ne´rale du mode`le nanoplasma
En 1996, T. Ditmire et coll. ont propose´ le mode`le nanoplasma pour de´crire l’interac-
tion d’un agre´gat de gaz rare de taille e´leve´e (104 a` 106 atomes/agre´gat) avec une impulsion
laser intense [Ditmire et al. 96]. Ce mode`le permet de de´terminer la dynamique de l’ioni-
sation, de quantifier le nombre et la vitesse des e´lectrons e´jecte´s, ou bien encore d’estimer
la vitesse d’expansion de l’agre´gat. Nous avons vu dans le chapitre pre´ce´dent que E. Sprin-
gate et coll. ont pu reproduire a` l’aide de ce mode`le les variations de l’e´nergie maximale
des ions e´mis en fonction des divers parame`tres expe´rimentaux [Springate et al. 00]. Ces
re´sultats semblent donc indiquer que le mode`le nanoplasma de´crit assez correctement la
dynamique de l’interaction.
Par conse´quent, nous avons choisi le mode`le nanoplasma afin de de´crire la dynamique
de l’agre´gat et la production de rayonnement X. Bien que ce mode`le ait de´ja` e´te´ pre´sente´
par ailleurs dans diverses the`ses de doctorat ([Dobosz 98, Caillaud 04, Prigent 04]),
nous y avons apporte´ quelques modifications (pour le calcul des taux d’ionisation, de la
fre´quence de collisions e´lectron-ion et de la tempe´rature e´lectronique) qui justifient une
nouvelle pre´sentation.
Dans un premier temps, ce chapitre pre´sente les diffe´rentes hypothe`ses formule´es par
T. Ditmire et coll. pour mode´liser la re´ponse de l’agre´gat a` l’impulsion laser. Puis le de´tail
des processus pris en compte dans cette mode´lisation sera de´veloppe´ dans les sections
suivantes. Enfin, nous pre´senterons les re´sultats obtenus a` l’aide de ce mode`le.
2.1 Pre´sentation ge´ne´rale du mode`le nanoplasma
2.1.1 Principe du mode`le
La figure 2.1 pre´sente le sche´ma de principe du mode`le nanoplasma. Lorsque l’inten-
site´ du champ e´lectrique du laser Eext devient suffisante, les atomes composant l’agre´gat
peuvent eˆtre ionise´s(a). Sous l’action du champ laser, les charges positives et ne´gatives se
de´placent par rapport a` leurs positions d’e´quilibre. Ce de´placement induit une polarisa-
tion P qui cre´e elle-meˆme un champ e´lectrique a` l’inte´rieur de l’agre´gat qui s’oppose au
champ initialement applique´(b). Le champ total re´sultant Eint, dans lequel baignent les
atomes de l’agre´gat, est alors ge´ne´ralement re´duit par rapport au champ externe. Les pre-
miers e´lectrons libres, chauffe´s par bremsstrahlung inverse (c), peuvent ensuite percuter
les ions ou atomes environnants. Ces collisions induisent en quelques centaines de femto-
secondes un degre´ d’ionisation tre`s e´leve´ a` l’inte´rieur de l’agre´gat(d). Celui-ci peut alors
eˆtre assimile´ a` un plasma dont la dimension correspond a` la taille initiale de l’agre´gat, soit
une sphe`re de quelques centaines d’angstro¨ms de rayon. L’absorption de l’e´nergie du laser
par l’interme´diaire de ces collisions produit e´galement des e´lectrons libres tre`s e´nerge´-
tiques qui peuvent alors s’e´chapper de l’agre´gat(e). L’exce`s de charges positives re´sultant
entraˆıne une augmentation de la taille du plasma duˆe a` la re´pulsion e´lectrostatique des
ions. A` cette pression coulombienne, s’ajoute une pression hydrodynamique qui provient
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Fig. 2.1 – Sche´ma repre´sentant les processus pris en compte par le mode`le nanoplasma
(L’agre´gat est repre´sente´ par le cercle en trait plein) : l’ionisation par effet de
champ (a), la polarisation et le champ a` l’inte´rieur de l’agre´gat (b), l’absorp-
tion d’e´nergie (c), l’ionisation collisionnelle (d), l’e´mission d’e´lectrons (e), et
l’expansion de l’agre´gat (f).
de la conversion d’e´nergie thermique e´lectronique en e´nergie cine´tique ionique. Ces deux
pressions conduisent a` l’explosion finale de l’agre´gat(f).
2.1.2 Hypothe`ses
Les processus pris en compte par le mode`le nanoplasma permettent de de´terminer
l’e´volution temporelle de l’agre´gat. Pour e´valuer ces processus a` chaque instant, il est
cependant ne´cessaire de formuler certaines hypothe`ses. Le taux d’ionisation par effet de
champ ne´cessite la connaissance du champ a` l’inte´rieur de l’agre´gat en tout point de
l’espace. Calculer les diffe´rents parame`tres intervenant dans la dynamique (taux d’io-
nisation, taux d’e´mission e´lectronique...) impose e´galement de connaˆıtre la distribution
spatio-temporelle et e´nerge´tique des e´lectrons a` chaque instant de l’e´volution. D’apre`s les
simulations de dynamique mole´culaire effectue´es pour des agre´gats compose´s d’environ
104 atomes, la densite´ e´lectronique interne peut atteindre 1022 a` 1023 cm−3 [Petrov et al.
05]. Compte tenu de ces valeurs e´leve´es, il est impossible de de´terminer les positions et
e´nergies de chaque e´lectron et certaines hypothe`ses sur la distribution e´lectronique sont
ine´vitables.
1◦ La premie`re hypothe`se suppose que le champ e´lectrique est uniforme a` l’inte´rieur
de l’agre´gat.
2◦ La deuxie`me hypothe`se conside`re que les e´lectrons sont uniforme´ment re´partis a`
l’inte´rieur de l’agre´gat.
3◦ La troisie`me hypothe`se suppose que la distribution e´nerge´tique des e´lectrons peut
eˆtre repre´sente´e a` tout instant par une fonction de distribution maxwellienne.
40
2.1. Pre´sentation ge´ne´rale du mode`le nanoplasma
Pour que l’hypothe`se 1◦ soit valide, il faut plusieurs conditions. Tout d’abord, le
champ interne de´pend du champ e´lectromagne´tique de l’impulsion laser. Pour que le
champ interne soit uniforme, il faut que tout les atomes composant l’agre´gat soient ir-
radie´s par le meˆme champ laser. Dans le cadre de l’approximation dipolaire e´lectrique,
une particule ne ressent pas les variations spatiales du champ si la longueur d’onde λ de
ce champ est beaucoup plus importante que l’extension spatiale de la particule. Pour que
tout les atomes d’un agre´gat de rayon R subissent le meˆme champ laser, il faut donc :
λÀ R (2.1)
Le champ interne de´pend e´galement de la polarisation de l’agre´gat. La seconde hypothe`se
suppose une re´partition e´lectronique uniforme. Par conse´quent, si cette hypothe`se est ve´-
rifie´e, alors la polarisation est identique en tout point de l’espace et le champ interne peut
eˆtre conside´re´ comme uniforme a` l’inte´rieur de l’agre´gat.
L’hypothe`se 2◦ est d’autant plus valable que le rayon de l’agre´gat est e´leve´. En effet,
les re´sultats expe´rimentaux indiquent que plus la taille de l’agre´gat est importante, et
plus les e´lectrons restent confine´s a` l’inte´rieur de l’agre´gat. Ainsi, la densite´ e´lectronique
interne devient tre`s e´leve´e. Cette forte densite´ induit de nombreuses collisions e´lectron-ion
et e´lectron-e´lectron. De plus, le mouvement d’oscillation des e´lectrons dans le champ laser
est brise´ par ces collisions. La re´partition e´lectronique peut alors eˆtre conside´re´e comme
uniforme a` l’inte´rieur de l’agre´gat.
L’hypothe`se 3◦ de´pend e´galement de l’importance des collisions. En effet, la distribu-
tion maxwellienne des e´lectrons suppose la thermalisation des e´lectrons a` une tempe´rature
Te. Cette thermalisation est assure´e si la fre´quence de collisions e´lectron-e´lectron est suf-
fisamment importante. Dans un plasma, cette fre´quence de collisions peut eˆtre e´value´e a`
l’aide de l’expression[NRL 04] :
νee[s
−1] = 2, 91× 10−6neT−3/2e ln Λe (2.2)
ou` ne(en cm
−3) et Te (en eV) sont respectivement la densite´ et la tempe´rature e´lectro-
niques, et lnΛe est le logarithme coulombien qui vaut lnΛe = 24− ln(n1/2e /Te) pour Te &
10 eV [NRL 04]. Pour un agre´gat, nous pouvons prendre comme valeurs caracte´ristiques
ne=10
23 cm−3 et Te=500 eV, ce qui nous donne une fre´quence de collisions e´lectron-
e´lectron de l’ordre de 1014 s−1. Compte tenu de l’e´volution tre`s rapide de l’agre´gat, il n’est
donc pas certain que tout les e´lectrons aient le temps de se thermaliser a` la tempe´rature
Te. La troisie`me hypothe`se du mode`le peut ainsi sembler excessive. Cependant, nous avons
choisi ici de conserver cette hypothe`se afin de pre´server la simplicite´ du mode`le originel.
La validite´ de cette hypothe`se sera rediscute´e par la suite a` la lumie`re des re´sultats obtenus.
Ainsi, les hypothe`ses du mode`le nanoplasma conduisent a` un comportement spatia-
lement homoge`ne. Les divers parame`tres gouvernant la dynamique de l’interaction ne
de´pendent donc que du temps. Dans les sections suivantes, nous allons maintenant de´-
tailler la description the´orique des diffe´rents processus pris en compte dans le mode`le.
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2.2 Ionisation optique
2.2.1 Les diffe´rents me´canismes d’ionisation par effet de champ
Les atomes composant l’agre´gat baignent dans un champ e´lectrique. Or, l’interaction
d’un atome avec un champ e´lectrique E peut conduire a` l’e´jection d’un e´lectron. Diffe´rents
processus d’ionisation interviennent selon l’intensite´ de ce champ. Ces processus sont pre´-






(a) Ionisation par effet
multiphotonique.
(—) Potentiel coulombien,





(b) Ionisation par effet
tunnel.
(- -) Potentiel coulombien,
(· ·) Potentiel e´lectrique,






(c) Ionisation par suppression
de barrie`re.
(- -) Potentiel coulombien,
(· ·) Potentiel e´lectrique,
(—) Potentiel total ressenti
par l’e´lectron.
Fig. 2.2 – Sche´ma des diffe´rents processus d’ionisation par effet de champ.
Si l’e´clairement est faible, l’ionisation se fera pre´fe´rentiellement par effet multiphoto-
nique. L’ionisation multiphotonique correspond a` l’absorption de plusieurs photons par
l’e´lectron lie´. Quand l’e´nergie N~ω des N photons absorbe´s est supe´rieure au potentiel
d’ionisation IP de l’e´lectron, celui-ci est ionise´ et emporte l’e´nergie en exce`s (fig. 2.2(a)).
Lorsque l’e´clairement augmente, le champ e´lectrique devient du meˆme ordre de gran-
deur que le champ coulombien liant l’e´lectron a` son noyau parent. Le potentiel associe´ au
champ ressenti par l’e´lectron est repre´sente´ sur la figure 2.2(b). En pre´sence du champ
exte´rieur, la barrie`re de potentiel s’abaisse et l’e´lectron d’e´nergie −IP peut alors franchir
cette barrie`re par effet tunnel. Lorsque le champ e´lectrique est un champ oscillant, la
barrie`re de potentiel s’abaisse et monte pe´riodiquement. Cependant, si le temps de tra-
verse´e de la barrie`re est court par rapport a` la pe´riode de ce champ, l’e´lectron est e´mis
avant que le champ n’ait varie´ de manie`re appre´ciable. Ceci correspond a` l’approximation
quasi-statique, pour laquelle l’ionisation peut eˆtre repre´sente´e par un effet tunnel. Si au
contraire, le temps de traverse´e est long par rapport a` la pe´riode du champ, l’ionisation
se fera pre´fe´rentiellement par effet multiphotonique.
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Lorsque l’intensite´ devient encore plus importante, le champ e´lectrique peut entie`re-
ment compenser la barrie`re coulombienne (fig. 2.2(c)). L’e´lectron est alors libe´re´ dans le
continuum. Ce processus est appele´ ionisation par suppression de barrie`re ( ionisation BSI
pour ”Barrier Suppression Ionization”).
L’importance de ces diffe´rents re´gimes d’ionisation en fonction de l’e´clairement laser
peut eˆtre e´value´e. Le parame`tre adiabatique de Keldysh [Keldysh 65] de´finit la limite








ou` ω et E sont respectivement la pulsation et l’amplitude du champ e´lectrique. Le re´gime
multiphotonique est favorise´ pour Γ À 1, soit pour un champ faible et une fre´quence
e´leve´e. Lorsque le parame`tre de Keldysh satisfait Γ¿ 1, l’ionisation peut eˆtre de´crite par
effet tunnel, ce qui correspond a` un fort e´clairement laser et une fre´quence optique faible.
La limite ou` le champ devient suffisamment e´leve´ pour compenser la barrie`re coulom-
bienne peut eˆtre e´value´e classiquement. Si l’on conside`re un potentiel unidimensionnel,
le potentiel total ressenti par l’e´lectron, somme du potentiel coulombien et du potentiel
e´lectrique, est de la forme :
V (x) =
−Z
4piε0|x| − Ex (2.4)
ou` Z est la charge de l’atome (ou ion) parent. A` partir de cette expression, on peut
donc de´terminer la valeur xmax ou` le potentiel sera maximal. Cette valeur vaut xmax =
(Z/(4piε0E))
1/2 et le potentiel en ce point est V (xmax) = −2(ZE/(4piε0))1/2. Ceci nous
permet de de´finir un champ seuil Eseuil, champ minimum pour que l’e´lectron puisse eˆtre
libe´re´ du champ coulombien. Ce champ est tel que le potentiel en xmax soit e´gal a` l’e´nergie







Ainsi, si le champ est infe´rieur a` cette valeur seuil, l’ionisation se fait par effet tunnel et
s’il est supe´rieur ou e´gal, l’e´lectron est libe´re´ par suppression de barrie`re.
Dans le cadre de notre e´tude, nous nous inte´ressons a` l’interaction d’agre´gats avec un
champ laser intense. Pour un atome d’argon, dont le potentiel d’ionisation IP vaut 15,1
eV, irradie´ par un champ laser d’amplitude E=5×1010 V.m−1 (soit un e´clairement creˆte
de 3,3×1014 W.cm−2), et de longueur d’onde λ=800 nm, le parame`tre de Keldysh vaut
0,6. Ces conditions d’e´clairement sont typiques de celles utilise´es dans les expe´riences.
Par conse´quent, nous pouvons ne´gliger l’ionisation multiphotonique devant l’ionisation
par effet tunnel. Mais le champ e´lectrique peut e´galement atteindre des valeurs suffisantes
pour compenser la barrie`re coulombienne. L’ionisation par suppression de barrie`re doit
donc e´galement eˆtre prise en compte.
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2.2.2 Calcul du taux d’ionisation optique
2.2.2.1 Taux d’ionisation par effet tunnel
Pour quantifier le nombre d’atomes de l’agre´gat ionise´s par effet de champ au cours
du temps, nous pouvons utiliser l’expression de´veloppe´e par M. Ammosov, N. Delone
et V. Krainov [Ammosov et al. 86]. Cette formule, commune´ment appele´e taux ADK,
permet de calculer le taux d’ionisation par effet tunnel d’un atome (ou d’un ion) complexe
plonge´ dans un champ statique polarise´ line´airement. Pour un e´lectron dont le potentiel















ou` F0 = (2IP )
3/2 est le champ intra-atomique en unite´ atomique. Les coefficients |Cn∗l∗|2
et f(l,m) sont donne´s par les expressions :
|Cn∗l∗ |2 = 2
2n∗
n∗Γ(n∗ + l∗ + 1)Γ(n∗ − l∗) (2.7)
et
f(l,m) =
(2l + 1)(l + |m|)!
2|m|(|m|)!(l − |m|)! (2.8)
Ces expressions de´pendent des nombres quantiques n, l, m et des nombres quantiques







0 si l¿ n,
n∗ − 1 sinon. (2.10)
Les formules (2.6) et (2.7) sont valables pour :


n∗ À 1 (2.11a)
E ¿ Eseuil (2.11b)
l quelconque
L’e´quation (2.11b) indique que l’expression du taux ADK est valable tant que le champ
reste suffisamment faible pour qu’il n’y ait pas d’ionisation par suppression de barrie`re.
L’e´quation (2.11a) nous permet de simplifier l’expression du coefficient |Cn∗l∗|2 en utilisant
la formule asymptotique de Stirling pour la fonction Γ(z). On obtient alors l’expression :










M. Ammosov et coll. ont montre´ que cette expression et l’e´quation (2.6) peuvent eˆtre
utilise´es meˆme pour n∗ ∼ 1 [Ammosov et al. 86].
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D’un point de vue pratique, nous avons donc calcule´ le taux d’ionisation par effet tunnel
des atomes de l’agre´gat en utilisant l’expression (2.6). Le champ E pris en compte dans
l’e´quation est le champ interne de l’agre´gat Eint. Dans la description de la structure des
atomes (ou ions) composant l’agre´gat, nous ne prenons pas en compte la de´ge´ne´rescence
des e´tats nl. Par conse´quent, l’expression (2.6) est moyenne´e sur les diffe´rentes valeurs du
nombre quantique magne´tique m possibles :















Pour un e´tat p (l = 1), on aura f(l,m) = 3 d’ou`
W l=1tun [s







et pour un e´tat d (l = 2) on obtient
W l=2tun [s













Le coefficient |Cn∗l∗|2 est calcule´ a` l’aide de l’expression (2.12), ou` n∗ est de´fini par




0 si l ≤ n− 2,
n∗ − 1 sinon. (2.16)
Les expressions (2.13), (2.14) et (2.15) permettent de calculer le taux d’ionisation par
effet tunnel d’un atome (ou d’un ion) complexe irradie´ par un champ polarise´ line´aire-





pour obtenir le taux
d’ionisation par effet tunnel dans le cas d’une polarisation circulaire.
2.2.2.2 Taux d’ionisation par suppression de barrie`re
Nous avons vu au paragraphe 2.2.1 que le champ peut eˆtre suffisamment intense pour
entie`rement compenser la barrie`re coulombienne liant l’e´lectron a` son noyau parent. Ce-
pendant, contrairement a` l’ionisation tunnel, il est impossible de de´terminer un taux d’io-
nisation par suppression de barrie`re. En effet, ce processus n’est pas un phe´nome`ne pro-
babiliste mais correspond a` un effet seuil.
Compte tenu du fait que l’ionisation BSI correspond a` un cas limite de l’ionisation
tunnel, X. Tong et C. Lin ont toutefois propose´ une expression qui permet de de´terminer
le taux d’ionisation lorsque le champ e´lectrique devient du meˆme ordre de grandeur que
le champ coulombien [Tong et al. 05]. Cette expression est une extension du taux ADK
pre´sente´ au paragraphe pre´ce´dent. Le taux d’ionisation ADK est valable pour E ¿ Eseuil
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(cf. e´q. (2.11b)). Lorsque l’on a E . Eseuil, X. Tong et coll. propose une correction au
taux ADK. Pour notre e´tude, nous avons donc adapte´ le taux d’ionisation par effet tunnel
calcule´ a` l’aide des expressions (2.13), (2.14) et (2.15) en incluant la modification de X.
Tong telle que :
Wopt[s









ou` α est un parame`tre de´termine´ empiriquement. X. Tong et C. Lin proposent :
α =
{
6 pour un e´lectron ionise´ a` partir d’un e´tat s (2.18)
9 pour un e´lectron ionise´ a` partir de tout autre e´tat. (2.19)
Ainsi, dans le cadre de notre mode`le nanoplasma, l’ionisation par effet de champ est
calcule´e a` l’aide de l’expression (2.17) pour chaque atome (ou ion) de charge Z plonge´ dans
le champ interne de l’agre´gat. Ce processus est responsable du tout de´but de l’ionisation
de l’agre´gat.
2.3 Champ e´lectrique interne
2.3.1 Le champ laser
Afin de calculer l’ionisation par effet de champ, il est donc ne´cessaire de connaˆıtre le
champ e´lectrique a` l’inte´rieur de l’agre´gat. Comme nous l’avons vu au paragraphe 2.1.1,
le champ interne de´pend du champ laser. Celui-ci, peut se mettre sous la forme Eext(t) =
E0f(t)sin(ωt)ez, ou` E0 est l’amplitude maximum du champ, f(t) correspond a` l’enveloppe
du champ lentement variable, et ez est la direction de polarisation du champ. En se
plac¸ant dans le cadre de l’approximation quasi-statique et en conside´rant une enveloppe
gaussienne, le champ peut eˆtre mis sous la forme :
Eext(t) = E0 exp
(





ou` τ est la dure´e de l’impulsion a` mi-hauteur (FWHM). La relation entre l’intensite´ laser






L’amplitude maximale du champ peut donc eˆtre relie´e a` l’e´clairement creˆte de´fini au






Il est e´galement important de noter que le champ magne´tique de l’impulsion laser est
ne´glige´. Ceci est valable si l’intensite´ laser est infe´rieure a` 1020 W.cm−2.
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2.3.2 Le champ a` l’inte´rieur de l’agre´gat
Le champ interne ressenti par les particules de l’agre´gat correspond a` la combinaison du
champ de´polarisant et du champ externe. Il est de´termine´ en conside´rant l’agre´gat comme
une sphe`re die´lectrique place´e dans un champ statique, monochromatique et uniforme
[Landau et al. 69] (p. 63) :
Eint(t) =
3
|2 + ε|Eext(t) (2.23)
ou` ε est la fonction die´lectrique du milieu, calcule´e suivant le mode`le de Drude pour un
milieu me´tallique :





Le terme d’amortissement νei correspond a` la fre´quence de collisions e´lectron-ion, ω est la






Plusieurs remarques peuvent eˆtre effectue´es concernant le choix de la re´ponse du na-
noplasma au champ laser :
- Tout d’abord, comme nous l’avons vu au chapitre 1 avec l’e´quation (1.6), la lar-
geur spectrale et la dure´e de l’impulsion laser sont intrinse`quement relie´es. Par exemple,
une impulsion laser de 60 fs a` 800 nm posse`de une largeur spectrale de 16 nm (duˆe a` la
limite de Fourier, e´q. (1.6)) Ainsi, le champ externe applique´ a` l’agre´gat n’est pas stricte-
ment monochromatique. En toute rigueur, il faut donc prendre en compte les diffe´rentes









ou` ε(ω′) est la fonction die´lectrique associe´e a` la composante spectrale ω′ et ∆ω est la
largeur spectrale de l’impulsion. Nous avons cependant ve´rifie´ que l’approximation mono-
chromatique peut eˆtre utilise´e pour des d’impulsions aussi courtes que 50 fs.
- Bien que le champ e´lectrique soit calcule´ pour une sphe`re die´lectrique, la fonction
die´lectrique de Drude utilise´e (e´q. (2.24)) est valable pour un milieu me´tallique. En ef-
fet, compte tenu de la pre´sence d’e´lectrons libres au sein de l’agre´gat, une description
me´tallique de la re´ponse de l’agre´gat semble plus approprie´e. Il est a` noter que nous
avons effectue´ des tests utilisant une permittivite´ ε plus complexe que celle de l’expression
(2.24) [Bychenkov 98]. Ces re´sultats n’indiquent pas de modification majeure pour le
champ e´lectrique a` l’inte´rieur de l’agre´gat.
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2.3.3 Mise en e´vidence d’une re´sonance
L’e´quation (2.23) fait apparaˆıtre la possibilite´ d’une re´sonance pour la valeur particu-
lie`re ε = −2. D’apre`s l’e´quation (2.24), cette re´sonance intervient lorsque ω = ωpe/
√
3.
Ceci correspond a` la fre´quence de Mie : Le champ laser induit un de´placement du nuage
d’e´lectrons libres par rapport aux ions. La force de rappel e´lectrostatique entre les e´lectrons
libres et les ions de l’agre´gat conduit a` une oscillation collective du nuage e´lectronique.
Dans le cas d’un milieu aux dimensions finies, la pulsation propre associe´e a` ce mouve-
ment s’appelle pulsation de Mie (ou plasmon de Mie), ωMie = ωpe/
√
3. Ainsi, l’excitation
de cette pulsation par l’impulsion laser lorsque ω = ωMie conduit a` une amplification du
champ a` l’inte´rieur de l’agre´gat par rapport au champ externe, ce qui permet une forte
absorption d’e´nergie dans le nanoplasma.


















Fig. 2.3 – Amplification ou re´duction du champ interne par rapport au champ laser en
fonction de la densite´ e´lectronique normalise´e a` la densite´ critique, pour une
fre´quence de collision e´lectron-ion telle que νei/ω = 0, 1 (—), et telle que
νei/ω = 0, 5 (- -).
La figure 2.3 pre´sente le rapport du champ interne au champ externe en fonction
du rapport de la densite´ e´lectronique a` la densite´ critique nc. En effet, la condition de
re´sonance ω = ωpe/
√








Ainsi, selon ce mode`le, une absorption re´sonante apparaˆıt lorsque la densite´ e´lectro-
nique atteint la valeur de 3nc, le champ interne est alors fortement amplifie´. De plus, il
apparaˆıt sur la figure 2.3 que le champ a` l’inte´rieur de l’agre´gat est amplifie´ lorsque la
densite´ e´lectronique est infe´rieure a` six fois la densite´ critique et re´duit pour une densite´
e´lectronique supe´rieure. En effet, le champ externe est alors e´crante´ et l’onde e´lectroma-
gne´tique ne peut plus se propager dans le milieu.
D’autre part, l’amplitude de la re´sonance varie avec la fre´quence de collision. Le champ
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interne a` la re´sonance vaut :








De ce fait, la fre´quence de collision e´lectron-ion agit comme un terme d’amortissement :
l’amplification du champ e´lectrique est d’autant plus e´leve´e que la fre´quence de collision
diminue.
2.4 Fre´quence de collisions e´lectron-ion
2.4.1 De la ne´cessite´ d’un calcul adapte´ a` l’interaction laser-
agre´gat
La fre´quence de collisions e´lectron-ion νei est ici calcule´e diffe´remment de T. Ditmire
et coll.. En effet, l’e´quipe de T. Ditmire utilise les expressions de S. Braginskii [Braginskii
65] pour des champs de faible intensite´ et de V. Silin [Silin 65] pour des champs forts. T.
Ditmire et coll. de´terminent nume´riquement la fre´quence de collision e´lectron-ion dans le
cas interme´diaire et introduisent une fre´quence maximum pour limiter les valeurs obtenues.
Les expressions de S. Braginskii et V. Silin de´pendent du logarithme coulombien lnΛ





ou` b est le parame`tre d’impact classique. bmax est donc la distance maximale d’approche
pour laquelle l’e´lectron incident interagit avec l’ion cible. bmax est choisit tel que bmax = λD,
ou` λ2D = ε0kBTe/(e
2ne) est la longueur de Debye. Cette longueur est de´finie telle que, au
dela` de λD, l’ion est e´crante´ par la densite´ e´lectronique environnante, l’e´lectron incident
ne ressent alors plus l’influence de l’ion cible. bmin est la distance minimale d’approche
possible pour l’e´lectron incident. Cette valeur est ge´ne´ralement de´termine´e classiquement
telle que bmin = b⊥ = Ze2/(4piε0kBTe) ou` b⊥ est le parame`tre d’impact correspondant a`
une de´flexion de 90°. Des conside´rations quantiques peuvent e´galement eˆtre ajoute´es ad hoc
en imposant une distance minimale d’approche e´gale a` la longueur d’onde de De Broglie
λB = ~/
√
mekBTe. Le parame`tre d’impact bmin est alors de´fini tel que bmin = max(b⊥;λB).






















ou` α et β sont des coefficients.
Cette expression ne peut cependant pas eˆtre utilise´e pour de´terminer l’e´volution de
la fre´quence de collision e´lectron-ion au cours de l’interaction laser-agre´gat. En effet, les
conditions de densite´ et de tempe´rature e´lectroniques a` l’inte´rieur de l’agre´gat sont tre`s
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variables au cours du temps. Au tout de´but de l’interaction, le nombre d’e´lectrons libres au
sein de l’agre´gat augmente rapidement, duˆ a` l’ionisation par effet de champ et aux collisions
e´lectron-ion. En revanche, le chauffage du gaz d’e´lectrons n’est pas encore efficace, la
tempe´rature e´lectronique reste alors faible. En physique des plasmas, le parame`tre Γc
permet de de´terminer si un plasma est faiblement couple´ ou non. En d’autres termes, ce







Ainsi, au de´but de l’interaction, lorsque la densite´ est e´leve´e et la tempe´rature faible,
Γc est supe´rieur a` 1, ce qui indique un plasma couple´. Dans ces conditions, le calcul
du logarithme coulombien (qui de´rive de la repre´sentation a` deux corps d’une collision)
n’est pas adapte´ ; celui-ci devient ne´gatif (alors que d’apre`s la de´finition (2.29), on a
ne´cessairement bmax > bmin soit lnΛ > 0).
2.4.2 A` partir du taux de chauffage calcule´ par dynamique mo-
le´culaire
Nous avons par conse´quent e´te´ amene´s a` de´terminer une expression de la fre´quence de
collisions e´lectron-ion valable quelques soient les conditions rencontre´es au cours de l’in-
teraction. Pour cela, nous avons utilise´ les travaux de N. David et coll. [David et al. 04] : a`
l’aide de simulations de dynamique mole´culaire, le taux de chauffage par bremsstrahlung
inverse dans un plasma est calcule´ en fonction de la densite´ et de l’e´clairement laser pour
une polarisation line´aire du champ laser. Cette me´thode permet d’e´viter certaines hypo-
the`ses inhe´rentes a` l’emploi d’autres approches, comme par exemple celles qui utilisent le
logarithme coulombien. De plus, les calculs sont effectue´s pour diffe´rentes conditions de
densite´, de tempe´rature et de champ e´lectrique, ce qui assure un large domaine de validite´.
L’approche employe´e par N. David et coll. consiste a` se´parer la force applique´e a` une
particule i en deux composantes : un terme a` longue porte´e correspondant a` l’influence
de la majorite´ des particules, et un terme de courte porte´e re´sultant de l’interaction avec
les plus proches voisins de la particule i en question. Il est a` noter que l’approche de N.
David et coll. s’affranchit de facto du traitement binaire des collisions. Le terme de longue
porte´e est calcule´ a` l’aide de l’e´quation de Poisson. Cette e´quation permet d’obtenir le
champ e´lectrostatique associe´ aux particules qui n’influencent que faiblement le mouve-
ment de la particule i. Le terme de courte porte´e est calcule´ en inte´grant directement la
force coulombienne associe´e aux particules proches. L’influence du champ e´lectrique du
laser est e´galement pris en compte. L’e´quation non-relativiste du mouvement permet enfin
d’obtenir la position et la vitesse de chaque particule. Le chauffage est alors de´termine´ en
calculant l’augmentation de l’e´nergie moyenne du plasma au cours du temps, et donc le
taux de variation de la tempe´rature e´lectronique.
Finalement, N. David et coll. obtiennent une expression analytique qui reproduit les
re´sultats obtenus avec les simulations de dynamique mole´culaire. Il est a` noter que cette
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expression corrige celle de A. Polishchuk et J. Meyer-Ter-Vehn obtenue en conside´rant des











ou` vth et vosc sont respectivement la vitesse thermique e´lectronique et la vitesse d’oscilla-































avec ξ = mev
2
osc/(kBTe). Les coefficients Ci sont donne´s dans le tableau 2.1.
La fonction α(ni) repre´sente la de´pendance non-line´aire du taux de chauffage en fonction








N. David et coll. limitent leurs calculs a` une densite´ ionique de 8×1020 cm−3. Or, dans
le cadre de l’interaction laser-agre´gat, la densite´ ionique peut atteindre des valeurs plus
e´leve´es (quelques 1022 cm−3). L’expression (2.36) n’est alors plus valide (lorsque ni > C5,
α(ni) devient ne´gatif). Nous avons donc extrapole´ l’expression de N. David et coll. pour des
densite´s ioniques plus e´leve´es. La figure 2.4 pre´sente les valeurs de α(ni) obtenues a` l’aide
des re´sultats de dynamique mole´culaire, l’expression analytique obtenue par interpolation
des donne´es par N. David et coll., et l’expression extrapole´e pour de plus fortes densite´s
ioniques. L’expression (2.36) est utilise´e lorsque la densite´ ionique ni est infe´rieure a` 6×1020
cm−3. Pour des densite´s plus importantes, l’expression obtenue par extrapolation est :
α(ni)[cm
−3] = C6 ln(ni)− C7 (2.37)
Coefficient C1 C2 C3 C4 C5 C6 C7
Valeur 1,042 -0,233 0,139 1,089 2,21.1021 2,78.1020 1,28.1022
Tab. 2.1 – Valeur des coefficients Ci pour le calcul du logarithme coulombien modifie´ (e´q.
(2.35)), de l’expression α(ni) obtenue par David (e´q. (2.36)) et coll. [David et
al. 04] et de l’expression extrapole´e (2.37). Ces coefficients sont valides pour
une densite´ ionique exprime´e en cm−3.
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Fig. 2.4 – E´volution de α(ni) en fonction de la densite´ ionique. (×) Valeurs de´termine´es
par les calculs de dynamique mole´culaire, (—) expression analytique (2.36) ob-
tenue par N. David et coll. [David et al. 04], (- -) expression (2.37) obtenue
par extrapolation. Le comportement line´aire (· · · ) est repre´sente´ pour indica-
tion. Le trait vertical indique la densite´ seuil a` partir de laquelle l’expression
(2.37) est utilise´e.
L’expression donne´e par N. David et coll. est de´rive´e des re´sultats obtenus par A.
Polishchuk et coll.. Cette expression est valide pour un champ d’intensite´ quelconque et
pour ~ω ¿ kBTe. Cependant, dans le cadre de l’interaction laser-agre´gat, cette condition
n’est pas satisfaite au tout de´but de l’interaction. Dans ce cas, pour de´terminer la fre´quence
de collisions e´lectron-ion, nous avons utilise´ l’expression obtenue par A. Polishchuk et coll.




















Il est important de remarquer que, suivant A. Polishchuk et coll., cette expression n’est
valide que lorsque mev
2
osc À ~ω.
Il faut e´galement noter que ces expressions d’absorption d’e´nergie par bremsstrahlung
inverse ne sont pas utilise´es pour de´terminer la tempe´rature e´lectronique du nanoplasma,
mais uniquement pour de´terminer la fre´quence de collision e´lectron-ion. En effet, nous
allons voir par la suite que ce traitement est incomplet car il ne permet pas de prendre en
compte les dimensions finies du plasma forme´ par l’interaction laser-agre´gat. Pour de´ter-
miner le taux de chauffage dans l’agre´gat, nous avons donc pre´fe´re´ utiliser une expression
plus adapte´e ; celle-ci sera pre´sente´e au paragraphe 2.8.
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2.4.3 Fre´quence de collisions pour l’interaction laser-agre´gat
Le taux de chauffage par bremsstrahlung inverse est intrinse`quement relie´ a` la fre´-
quence de collisions e´lectron-ion. Suivant P. Mulser et coll. [Mulser et al. 00], la variation
de quantite´ de mouvement par unite´ de temps d’un e´lectron lors d’une collision s’e´crit :
p˙(t) = νei(t)p(t) (2.40)
En conside´rant une distribution maxwellienne isotrope, l’e´nergie absorbe´e par un e´lectron,
moyenne´e sur un cycle optique, vaut alors :
∂E
∂t
= meνeiv2osc(t) = meνei v
2
osc(t) (2.41)
ou` l’approximation effectue´e sur les valeurs moyennes permet de de´finir la fre´quence de
collisions e´lectron-ion moyenne´e sur un cycle optique. (Par la suite, cette fre´quence est
simplement de´signe´e par l’expression νei). La vitesse d’oscillation d’un e´lectron dans le





En moyennant cette vitesse sur un cycle optique, sachant que l’e´nergie absorbe´e par un
e´lectron est relie´e a` la tempe´rature selon E = 3
2
kBTe, on obtient la relation entre le taux










est l’e´nergie moyenne acquise par un e´lectron sur un cycle optique.
Par conse´quent, a` partir du taux de chauffage obtenu par N. David et coll. (valide












ou` v2th = kBTe/me. Cette expression est valide pour ~ω ¿ kBTe. Pour ~ω > kBTe, nous
utilisons l’expression (2.38) obtenue par A. Polishchuk et coll. pour le taux de chauffage.
En utilisant la meˆme relation (2.43), on obtient finalement l’expression de la fre´quence de








Il faut cependant corriger les expressions (2.44) et (2.45) afin de prendre en compte la
dimension finie de l’agre´gat. En suivant F. Megi et coll. [Megi et al. 03], nous avons donc
introduit un terme supple´mentaire pour le calcul de la fre´quence de collision e´lectron-ion :
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osc et R est le rayon de l’agre´gat. Ce terme, appele´ fre´quence de colli-
sion e´lectron-surface, permet de limiter les effets de la re´sonance mise en e´vidence lorsque
ne = 3nc. En effet, comme nous l’avons vu au paragraphe 2.3.3, le champ interne et donc le
taux de chauffage peuvent eˆtre amplifie´s de manie`re significative lors de cette re´sonance.
Or, en premie`re approximation (en ne´gligeant le logarithme coulombien lentement va-
riable), la fre´quence de collisions e´lectron-ion (e´q. (2.44)) est inversement proportionnelle
au cube de la vitesse e´lectronique. A` la re´sonance, le champ et la tempe´rature e´leve´s in-
duisent un important accroissement de la vitesse e´lectronique, la fre´quence de collision est
donc incidemment re´duite. E´tant donne´ que cette fre´quence agit comme un terme d’amor-
tissement, la re´sonance est d’autant plus importante. Cette succession d’e´ve`nements peut
alors conduire a` des re´sultats non physiques.
Le terme introduit par F. Megi et coll. traduit la re´flexion des e´lectrons sur la surface
de l’agre´gat. Ce processus, qui pre´sente une forte analogie avec le phe´nome`ne de physique
nucle´aire de dissipation sur une paroi mobile [Yannouleas 85], a e´te´ mis en e´vidence pour
des agre´gats me´talliques dans le re´gime de Mie [Yannouleas et al. 92]. Il correspond a` la
perte de cohe´rence du plasmon de Mie (atte´nuation de Landau). La figure 2.5 pre´sente
l’e´volution de la fre´quence de collision e´lectron-ion, du champ interne et du champ externe
pour un cas typique de l’interaction laser-agre´gat [Megi et al. 03]. Lorsque les collisions
e´lectron-surface ne sont pas prises en compte, la fre´quence de collision e´lectron-ion est
fortement re´duite a` la re´sonance, et le champ interne atteint une valeur tre`s e´leve´e. La
prise en compte des collisions de surface permet de compenser la re´duction de la fre´quence
de collision, la re´sonance est alors amortie et le champ est restreint a` une valeur plausible.




























pour kBTe ¿ ~ω ¿ mev2osc
(2.47)
avec vth la vitesse lie´e a` l’e´nergie thermique (e´q. (2.33)), vosc la vitesse ponde´romotrice
e´lectronique (e´q. (2.34)). La fonction α(ni) s’exprime selon :{
α(ni) [cm
−3] = C4ni(1− ni/C5) pour ni ≤ 6.1020 cm−3
α(ni) [cm
−3] = C6 ln(ni)− C7 pour ni > 6.1020 cm−3 (2.48)
et les logarithmes coulombiens sont donne´s par :






























Fig. 2.5 – Panneau supe´rieur : E´volution de la fre´quence de collisions e´lectron-ion
avec (—) et sans (- -) terme de collision e´lectron-surface.
Panneau infe´rieur : E´volution du champ externe (· ·) et du champ interne
lorsque les effets de surface ne sont pas inclus (- -), lorsque le terme de collision
e´lectron-surface est pris en compte (—) [Megi et al. 03].
ou` les coefficients Ci sont donne´s dans le tableau 2.1 et ξ =
mev2osc
kBTe
. L’e´tat de charge
moyen au carre´ 〈Z〉2 pris en compte pour calculer la fre´quence de collisions e´lectron-ion






ou` N est le nombre total d’atomes dans l’agre´gat.
2.5 Ionisation collisionnelle
2.5.1 Taux d’ionisation par collisions - me´thode originelle
Lorsque les premiers e´lectrons ont e´te´ ionise´ par effet tunnel, ils peuvent entrer en
collisions avec les atomes ou ions environnants. S’ils posse`dent une e´nergie suffisante, ils
peuvent a` leur tour ioniser d’autres e´lectrons. Dans le mode`le nanoplasma originel, T.
Ditmire et coll. de´composent le taux d’ionisation collisionnel Wcoll en deux parties telles
queWcoll = Wth+Wlas [Ditmire et al. 96]. Ces deux taux proviennent de la de´composition
de la vitesse e´lectronique en deux termes ve = vosc + vth, ou` vth est la vitesse thermique
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des e´lectrons duˆe a` la tempe´rature interne du gaz d’e´lectrons (e´q. (2.33)), et vosc(t) est la





T. Ditmire et coll. supposent donc que la probabilite´ d’ionisation d’un atome par collision
avec un e´lectron de vitesse ve peut eˆtre mis sous la forme d’une somme de deux taux,
chacun de ces taux e´tant associe´ a` une des composantes de la vitesse. Par conse´quent,
le taux d’ionisation ”thermique”Wth correspond a` la probabilite´ d’ionisation par la com-
posante thermique de la vitesse vth et le taux d’ionisation ”suprathermique”Wlas de´rive
de la composante de la vitesse acquise par oscillation vosc(t). Le terme ”suprathermique”
provient du fait que la vitesse d’oscillation des e´lectrons dans le champ peut eˆtre beaucoup
plus importante que la tempe´rature e´lectronique moyenne. Chaque taux peut eˆtre calcule´
a` l’aide d’une section efficace de collision e´lectron-ion σj et re´sulte d’une moyenne sur la
distribution de vitesses pour le taux thermique, et sur une pe´riode optique pour le taux
suprathermique :
Wth[s
−1] = ne〈σjvth〉distribution de vitesses (2.52)
Wlas[s
−1] = ne〈σjvosc〉pe´riode optique (2.53)
L’expression de la section efficace d’ionisation par collisions e´lectron-ion est celle ob-





aj est un coefficient valant 1,15×10−55 J2m2, qj est le nombre d’e´lectrons sur la couche
ionise´e, IP j est le potentiel d’ionisation de l’e´lectron initialement lie´ et Einc est l’e´nergie
cine´tique de l’e´lectron incident.
2.5.2 Ame´lioration du calcul du taux d’ionisation collisionnel
Nous avons choisi une me´thode diffe´rente pour calculer le taux d’ionisation par colli-
sion e´lectron-ion. En effet, la de´composition ve = vth + vosc n’implique pas la se´parabilite´
du taux collisionnel Wcoll = Wth +Wlas. Ceci apparaˆıt clairement si l’on conside`re une
distribution e´lectronique monocine´tique dans un champ laser statique tel que vosc = vth.
Le taux calcule´ selon T. Ditmire et coll. est alorsWth+Wlas = 2neσj(vth)vth, alors que l’on
obtient un taux unique de Wtot = 2neσj(2vth)vth 6= Wth +Wlas en conside´rant la vitesse
e´lectronique totale ve = vosc + vth. Nous avons par conse´quent de´veloppe´ une proce´dure
qui e´vite la de´composition Wth +Wlas.
D’apre`s l’hypothe`se 3◦ formule´e au paragraphe 2.1.2, la distribution de vitesses e´lec-




























ou` i = x, y, z. Pour une tempe´rature e´lectronique Te donne´e, les composantes vei de la
vitesse sont obtenues ale´atoirement a` l’aide d’une distribution normale en utilisant la
me´thode directe [Abramowitz et al. 64] :
vein = vth(−2 lnUn)1/2 cos(2piUn+1)
vein+1 = vth(−2 lnUn)1/2 sin(2piUn+1)
(2.57)
Ici, vth est la vitesse thermique e´lectronique (e´q. (2.33)) et les nombres Un sont ge´ne´re´s
ale´atoirement a` l’aide d’une distribution uniforme dans l’intervalle [0; 1].
A` cette distribution maxwellienne s’ajoute e´galement la vitesse d’oscillation e´lectro-
nique vosc(t) dans le champ e´lectrique Eint(t) (e´q. (2.51)). Les e´lectrons oscillent selon l’axe
de polarisation du champ e´lectrique. Nous choisissons pour le champ laser une polarisa-
tion line´aire selon l’axe z. Par conse´quent, la composante vosc(t) s’ajoute a` la composante
thermique vez . Cependant, nous nous plac¸ons dans l’approximation quasi-statique (c’est
a` dire que l’on ne conside`re que l’enveloppe du champ, voir paragraphe 2.3), l’argument
du cosinus est donc de´termine´ par une distribution uniforme dans [0; 2pi]. Ainsi, pour un











Le taux d’ionisation collisionnel est calcule´ selon :
Wcoll[s
−1] = ne〈σjve〉 (2.59)
ou` la moyenne est calcule´e sur la distribution de vitesses e´lectroniques. L’e´nergie cine´tique
de l’e´lectron incident Einc intervenant dans le calcul de la section efficace d’ionisation σj















Cette me´thode permet de ne calculer qu’un seul et unique taux d’ionisation par colli-
sions en prenant directement en compte l’oscillation des e´lectrons dans la distribution de
vitesses e´lectroniques.
2.5.3 Taux d’ionisation collisionnel : forme analytique
Afin de rendre le calcul du taux d’ionisation collisionnel plus rapide, une forme analy-
tique a e´te´ obtenue. Celle-ci permet de reproduire les re´sultats obtenus avec la me´thode
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f(µ) si µ ≤ 0, 5
0, 3 sinon.
(2.64)
UP est l’e´nergie ponde´romotrice, c’est a` dire l’e´nergie cine´tique moyenne d’un e´lectron




Le taux Wth est le taux d’ionisation collisionnel calcule´ selon l’expression (2.59) pour une
distribution strictement maxwellienne (c’est a` dire telle que vosc = 0). Ce taux correspond















dt est l’inte´grale exponentielle d’ordre 1.
La figure 2.6 permet de comparer les taux d’ionisation collisionnels calcule´s a` l’aide
de la me´thode de T. Ditmire et coll. (e´qs (2.52) et (2.53)), avec l’expression analytique
(2.61), et a` l’aide de la me´thode de´crite au paragraphe 2.5.2. Ces taux sont calcule´s en
fonction du potentiel d’ionisation IP pour les ions Ar
q+ (q ∈ [0; 8]). Le nombre de valeurs
ale´atoires Nmax utilise´ est de 10000 afin que la convergence soit atteinte (cf. e´q. (2.60)).
La densite´ ne et la tempe´rature Te sont fixe´es respectivement a` 10
21 cm−3 et 100 eV, le
champ E vaut 1011 V.m−1 (soit un e´clairement I de 1,3×1015 W.cm−2) pour une longueur
d’onde λ de 800 nm.
Lorsque Te À UP , la contribution du champ e´lectrique est ne´gligeable et le taux
d’ionisation collisionnel peut eˆtre assimile´ a` l’unique composante Wth provenant de la dis-
tribution thermique. Dans ce cas, le taux est le meˆme quelle que soit la me´thode de calcul.
Mais, dans les conditions d’e´clairement conside´re´es pour la figure 2.6, l’e´nergie ponde´ro-
motrice UP vaut 79 eV, nous avons alors Te & Up. Nous constatons sur la figure 2.6 que,
dans certains cas, le taux calcule´ selon T. Ditmire et coll. reproduit mal les re´sultats ob-
tenus a` l’aide de la distribution ale´atoire (e´q. (2.60)). Pour l’Ar8+, l’erreur relative atteint
80 %. L’expression analytique (2.61) reproduit correctement les re´sultats nume´riques dans
les conditions conside´re´es.
Afin de de´terminer dans quelles conditions cette forme analytique peut eˆtre utilise´e,
nous avons proce´de´ a` plusieurs se´ries de calcul selon les diffe´rents parame`tres. Cependant,




























Fig. 2.6 – Taux d’ionisations collisionnels en fonction du potentiel d’ionisation IP pour
les ions Arq+ (q ∈ [0-8]). Taux calcule´s avec : une distribution ale´atoire (+)
(e´q. (2.60) avec Nmax =10000), la forme analytique (2.61) (×), selon T.
Ditmire (N) [Ditmire et al. 96]. Les parame`tres fixe´s valent : ne=10
21cm-3,
Te =100 eV, E =10
11V.m−1 et λ =800 nm.
compte tenu du nombre important de variables entrant en jeu dans le calcul du taux colli-
sionnel (tempe´rature, champ, fre´quence, potentiel d’ionisation)2, il est difficile de de´gager
les conditions de validite´ de l’expression analytique en fonction de tous les parame`tres.
Nous avons donc calcule´ l’e´volution d’un agre´gat irradie´ par une impulsion laser intense
pour diffe´rentes conditions, d’une part avec l’expression (2.60), et d’autre part avec l’ex-
pression analytique (2.61). Les tests ont e´te´ effectue´s pour des agre´gats d’argon et de
xe´non, pour des champs lasers dont l’e´clairement maximal varie entre 4×1015 W.cm−2
et 1017 W.cm−2, et pour une longueur d’onde de 800 nm. Dans les diffe´rentes conditions
rencontre´es au cours de l’e´volution, il apparaˆıt que la forme analytique est valide quelque
soit la tempe´rature et le champ atteints, sauf au tout de´but de l’interaction. Une e´tude
plus de´taille´e indique que l’expression analytique ne peut pas eˆtre employe´e lorsque la
tempe´rature est tre`s faible.
D’un point de vue pratique, pour calculer les taux d’ionisation collisionnels, nous avons
donc utilise´ la me´thode de´crite au paragraphe 2.5.2 lorsque la tempe´rature e´lectronique
est infe´rieure a` 4 eV, et la forme analytique (2.61) dans toutes les autres conditions.
2.6 E´mission d’e´lectrons
Lorsque les e´lectrons libres ont acquis suffisamment d’e´nergie, ils peuvent quitter l’agre´-
gat. Pour quantifier le nombre d’e´lectrons s’e´chappant de l’agre´gat, T. Ditmire et coll.
estiment le taux d’e´mission en prenant en compte le libre parcours moyen d’un e´lectron
2Le taux d’ionisation collisionnel de´pend e´galement de la densite´ e´lectronique, mais celle-ci n’est qu’un
facteur multiplicatif quelque soit la me´thode de calcul employe´e.
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au sein du plasma et la ge´ome´trie de l’agre´gat : pour quitter l’agre´gat, un e´lectron doit
posse´der :
– un libre parcours moyen λe supe´rieur a` la distance qui le se´pare de la surface de
l’agre´gat,
– une e´nergie cine´tique suffisante pour compenser la barrie`re de potentiel coulombienne
associe´e au rappel e´lectrostatique des ions de l’agre´gat.
En conside´rant la distribution e´nerge´tique des e´lectrons comme e´tant maxwellienne, le
taux d’e´lectrons e´mis par seconde W FS (FS pour ”free streaming”) est alors (cf. [Megi
05] pour un calcul de´taille´) :














(12R2 − λ2e) pour λe < R
4R2 pour λe ≥ R
(2.66)
ou` R est le rayon de l’agre´gat. Le libre parcours moyen λe est de´termine´ selon λe = 〈v〉/νei,
avec νei la fre´quence de collisions e´lectron-ion de´termine´e au paragraphe 2.4, et 〈v〉 la








Pour de´terminer l’e´nergie cine´tique Eesc ne´cessaire pour qu’un e´lectron puisse s’e´chap-
per, l’agre´gat est conside´re´ comme un conducteur parfait charge´ Q fois. L’e´nergie poten-
tielle coulombienne d’un tel conducteur est (Qe2)/(8piε0R). Ainsi, lorsque qu’un e´lectron
quitte l’agre´gat, il ressent Q+1 charges, l’e´nergie cine´tique minimum pour que cet e´lectron





2.7 Expansion de l’agre´gat
L’e´mission d’e´lectrons conduit a` un de´faut de charges ne´gatives dans l’agre´gat. Cette
perte de neutralite´ du plasma induit une augmentation du rayon de l’agre´gat duˆe a` la re´pul-
sion e´lectrostatique entre les ions. En conside´rant l’agre´gat comme une sphe`re conductrice
parfaite de charge Qe, l’influence de ce de´faut de charge sur l’expansion du nanoplasma
peut eˆtre mis sous la forme d’une pression coulombienne. Cette pression correspond au
rapport de l’e´nergie e´lectrostatique accumule´e dans l’agre´gat sur le volume de l’agre´gat





A` cette pression coulombienne s’ajoute e´galement une pression duˆe a` l’e´nergie absorbe´e
par l’agre´gat. En effet, lorsque cette e´nergie devient importante, la forte tempe´rature
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e´lectronique rend le plasma instable. Cette pression cine´tique (aussi de´signe´e par ”pression
hydrodynamique”) entraˆıne donc e´galement un accroissement du rayon de l’agre´gat. Elle
prend la forme :
PH = nekBTe (2.70)
En toute rigueur, cette pression devrait e´galement prendre en compte l’e´nergie ionique
selon PH = nekBTe+nikBTi. En effet, l’e´nergie absorbe´e par les e´lectrons libres de l’agre´-
gat est en partie transfe´re´e aux ions sous forme d’e´nergie cine´tique lorsque ces e´lectrons
entrent en collision avec les ions environnants. Cependant, les ions e´tant beaucoup plus
lourds que les e´lectrons, la tempe´rature ionique est faible devant la tempe´rature e´lectro-
nique, le second terme de la pression cine´tique peut donc eˆtre ne´glige´.
Pour de´terminer l’e´volution temporelle du rayon de l’agre´gat, T. Ditmire et coll. uti-
lisent un mode`le d’expansion auto-semblable d’un plasma a` syme´trie sphe´rique [Haught
et al. 70]. Ce mode`le implique que les profils spatiaux des diffe´rentes grandeurs caracte´-
ristiques du plasma telles que la densite´ ou la pression sont conserve´es au cours du temps.
En appliquant la deuxie`me loi de Newton a` un fluide qui se dilate au cours du temps, on









ou` mi est la masse ionique (choisie comme e´tant e´gale a` la masse de l’atome neutre).
2.8 Tempe´rature e´lectronique
La tempe´rature du gaz d’e´lectrons est de´termine´e a` partir de l’e´quation de conservation











[Termes de gain d’e´nergie - Termes de perte d’e´nergie] (2.72)











[Termes de gain d’e´nergie - Termes de perte d’e´nergie]
(2.73)
2.8.1 Termes de gain d’e´nergie
Chauffage par bremsstrahlung inverse
L’e´nergie absorbe´e, par unite´ de temps et de volume, par un milieu soumis a` un champ
e´lectrique E est de´termine´e suivant [Landau et al. 69] (p. 396) (le champ magne´tique est
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L’agre´gat e´tant conside´re´ comme une sphe`re initialement die´lectrique et uniforme sou-
mis au champ interne Eint(t), la polarisation P(t) et le champ sont relie´s par :
P(t) = ε0(ε− 1)Eint(t) (2.75)
ou` ε est la fonction die´lectrique de l’agre´gat de´finie par l’e´quation (2.24).
Le champ Eint(t) et la polarisation P(t) peuvent se mettre sous formes complexes,
soit Eint(t) = Eint(t)e
iωtez et P(t) = P (t)e
iωtez, ou` Eint(t) et P (t) correspondent aux
enveloppes lentement variables (t¿ ω−1) du champ et de la polarisation. En ne´gligeant la
variation temporelle de l’enveloppe du champ devant le terme oscillant (dEint(t)/dt ≃ 0),













ℜe {−iωP (t)Eint(t)} (2.76)






ℜe{−i(ε− 1)|E2int(t)|} = V ωε02 ℑm(ε)|E2int(t)| (2.77)
En utilisant l’expression (2.23) du champ interne, le taux de chauffage de l’agre´gat par




















Thermalisation des e´lectrons nouvellement e´mis
Le mode`le conside`re que les e´lectrons nouvellement libe´re´s (soit par effet de champ,
soit par collisions) se thermalisent instantane´ment a` la tempe´rature du gaz d’e´lectrons











ou` W qopt et W
q
coll sont respectivement le taux d’ionisation par effet de champ et le taux
d’ionisation collisionnel d’un ion (ou atome) de charge q calcule´s selon les expressions
(2.17) et (2.61) (ou (2.60)), Nq est la population associe´e a` cet e´tat de charge q.
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Acce´le´ration des e´lectrons par le champ e´lectrique
Les e´lectrons nouvellement e´mis, qui se retrouvent soumis au champ e´lectrique interne
de l’agre´gat, acquie`rent de l’e´nergie en oscillant dans le champ. L’e´nergie acquise par un















2.8.2 Termes de pertes d’e´nergie
Perte d’e´nergie duˆe a` l’ionisation collisionnelle
L’ionisation collisionnelle induit une perte d’e´nergie de l’e´lectron incident. Nous consi-
de´rons que l’ionisation s’effectue au seuil, c’est a` dire que l’e´lectron e´jecte´ a une e´nergie










ou` IP q est le potentiel d’ionisation de l’ion de charge q.
E´nergie emporte´e par les e´lectrons quittant l’agre´gat
Les e´lectrons ayant suffisamment d’e´nergie pour quitter l’agre´gat emportent une partie
de l’e´nergie thermique interne. Cette e´nergie, calcule´e suivant le meˆme principe que le taux























(12R2 − λ2e) pour λe < R
4R2 pour λe ≥ R
(2.83)
2.8.3 Termes supple´mentaires
Afin de prendre en compte tous les processus influant sur la tempe´rature e´lectronique,
il est ne´cessaire d’ajouter certains termes dans l’e´quation d’e´volution de la tempe´rature.
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Variation du nombre d’e´lectrons
Le premier terme de l’e´quation (2.73) provient de la de´rive´e totale de l’e´nergie ther-
mique totale Eth = 3
2
NekBTe qui se conserve au cours du temps. Ainsi, lorsque le nombre










traduit donc la re´percussion de la variation du nombre d’e´lectrons libres sur la tempe´rature
e´lectronique au sein de l’agre´gat.
Expansion de l’agre´gat
Pour de´terminer l’influence de l’expansion de l’agre´gat sur la perte d’e´nergie ther-











ou` V est le volume de l’agre´gat et P est la pression hydrodynamique PH associe´e au gaz












Lorsque les e´lectrons chauds entrent en collision avec les ions froids, une partie de leur










ou` τeq est le temps de thermalisation qui vaut mi/(meνei) car il faut mi/me collisions pour
transfe´rer significativement de l’e´nergie des e´lectrons vers les ions. νei est la fre´quence
de collisions de´termine´e au paragraphe 2.4.3. De plus, la tempe´rature e´lectronique e´tant




Les diffe´rents processus pris en compte dans le mode`le nanoplasma aboutissent a` un






























(12R2 − λ2e) pour λe < R





































































– vexp est la vitesse d’expansion de l’agre´gat,
– R est le rayon de l’agre´gat,
– Q est la charge totale de l’agre´gat, son e´volution est donc e´gale au taux d’e´mission
e´lectronique (e´q. (2.66)),




– Ne est le nombre d’e´lectrons libres dans l’agre´gat,
– kBTe est la tempe´rature e´lectronique (exprime´e en Joules ou en eV).
La vitesse d’expansion de l’agre´gat vexp a e´te´ introduite afin de re´duire l’e´quation d’e´vo-
lution du rayon de l’agre´gat 2.71 a` un ensemble d’e´quations d’ordre 1. En effet, ce syste`me
d’e´quations couple´es est re´solu a` l’aide de la me´thode Cash-Karp Runge-Kutta d’ordre 5
pour des e´quations diffe´rentielles d’ordre 1 [Press et al. 92]. De plus, la me´thode utilise
un pas variable, ce qui nous assure de traiter correctement les importantes variations des
variables lors des re´sonances.
La me´thode de re´solution du syste`me ne´cessite de de´finir les conditions initiales. Les
simulations pre´sente´es par la suite de´butent lorsque le champ laser est trop faible pour
pouvoir ioniser les atomes de l’agre´gat. Par conse´quent, initialement, le nombre d’e´lectrons
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libres Ne est nul. De meˆme la tempe´rature Te, la vitesse d’expansion vexp, la charge totale
de l’agre´gat Q, et les populations de tous les ions Nq (q 6= 0) sont nuls. La population
d’atomes neutres N0 est e´gale au nombre N d’atomes dans l’agre´gat et le rayon R de
l’agre´gat est e´gal au rayon initial R0.
De plus, d’un point de vue pratique, certains termes de l’e´quation d’e´volution de la
tempe´rature e´lectronique sont divise´s par le nombre d’e´lectrons libres Ne. Or celui-ci est
nul ou tre`s faible au tout de´but de l’interaction, ce qui conduit a` une de´rive´e temporelle
de la tempe´rature infinie. Afin d’e´viter cette divergence, nous avons impose´ une limite
sur Ne en dec¸a` de laquelle la de´rive´e de la tempe´rature est conside´re´e comme nulle. Nous
avons ve´rifie´ que cette coupure n’influe pas sur l’e´volution de la dynamique d’interaction.
2.10 Re´sultats
A` l’aide du syste`me d’e´quations couple´es (2.88), nous avons e´tudie´ l’e´volution d’un
agre´gat d’argon irradie´ par une impulsion laser. Le rayon initial de l’agre´gat est de 350 A˚
(soit 4, 74 × 106 atomes), la dure´e de l’impulsion est de 500 fs a` mi-hauteur et l’e´nergie
sur cible est de 3 mJ, ce qui correspond a` un e´clairement creˆte de 1,6×1016 W.cm−2. Les
re´sultats expe´rimentaux de´montrent que dans de telles conditions, l’e´mission X supe´rieure
a` 3 keV provient d’e´tats de charge tre`s e´leve´s (jusqu’a` l’Ar16+). Cette section pre´sente les
re´sultats obtenus a` l’aide du mode`le nanoplasma originel de´crit pre´ce´demment.
La figure 2.7 pre´sente l’e´volution des populations de chaque e´tat de charge en fonction
du temps. Le temps initial de l’interaction correspond a` un e´clairement de 1013 W.cm−2,
suffisamment faible pour que l’ionisation par effet de champ soit ne´gligeable. L’origine des
temps correspond a` l’instant ou` le champ laser est maximum et les populations sont nor-
malise´es au nombre initial d’atomes dans l’agre´gat N . L’e´tat de charge maximum obtenu
est Ar13+, le mode`le nanoplasma tel que pre´sente´ pre´ce´demment n’est donc pas en mesure
de reproduire les re´sultats expe´rimentaux.
Cependant, a` partir de ces re´sultats, nous pouvons en de´duire certains effets pre´do-
minant l’e´volution de l’agre´gat. L’e´tude de´taille´e de la dynamique de l’ionisation indique
que seuls les premiers e´tats de charge sont produits par effet de champ. En effet, compte
tenu du nombre d’atomes et du rayon de l’agre´gat, la densite´ e´lectronique augmente ra-
pidement : de`s lors que tout les atomes de l’agre´gat ont e´te´ ionise´s une fois, la densite´
e´lectronique vaut plus de 1022 cm−3. Le champ interne est alors re´duit et l’ionisation par
effet de champ n’est efficace que jusqu’a` l’Ar5+. Par conse´quent, les degre´s d’ionisation
plus e´leve´s sont obtenus par collisions e´lectron-ion, ce qui de´montre l’effet pre´ponde´rant
des collisions dans la dynamique d’ionisation de l’agre´gat.
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Fig. 2.7 – E´volution des populations Nq (normalise´es au nombre initial d’atomes dans
l’agre´gat) en fonction du temps pour un agre´gat d’argon (R0= 350 A˚) irradie´
par une impulsion laser (FWHM= 500 fs ; I0=1,6×1016W.cm-2 ; Ecible= 3
mJ).
2.11 Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons pre´sente´ le mode`le nanoplasma utilise´ pour de´-
crire l’interaction entre un agre´gat de gaz rare et une impulsion laser. Ce mode`le pre´sente
l’avantage de prendre en compte de nombreux processus, tels que l’absorption de l’e´nergie
par bremsstrahlung inverse, la dynamique d’ionisation de l’agre´gat, l’e´mission d’e´lectrons
et l’expansion finale du plasma. Nous avons quelque peu modifie´ le mode`le originel afin
de mieux de´crire certains me´canismes. Cependant, le mode`le en l’e´tat ne permet pas de
reproduire les re´sultats expe´rimentaux, et notamment les e´tats de charge tre`s e´leve´s mis
en e´vidence par l’e´mission X. Afin de perfectionner le mode`le, nous avons par conse´quent
cherche´ a` inclure des processus supple´mentaires susceptibles d’expliquer les mesures.
Le chapitre suivant pre´sente la premie`re ame´lioration apporte´e au mode`le nanoplasma :
les re´sultats pre´liminaires indiquent que les collisions jouent un roˆle pre´ponde´rant, nous
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3.1. Description approche´e de la struc. e´lec. des atomes et des ions : Potentiel-mode`le
Dans le mode`le originel, les e´tats de charge e´leve´s sont atteints au travers d’une suc-
cession de processus ionisants entre e´tats fondamentaux d’espe`ces ioniques adjacentes :
Xq+ + e− −→ X(q+1)+ + 2e−
Les processus ionisants d’ordres supe´rieurs, impliquant des e´tats excite´s interme´diaires tel
que
Xq+ + e− −→ Xq+∗ + e− −→ · · · −→ X(q+1)+ + 2e−
n’y sont pas pris en compte. Nous avons donc mis en place une description the´orique dans
laquelle les e´tats excite´s interme´diaires sont explicitement introduits afin de rendre compte
des chemins d’ionisation indirects et, par conse´quent, mieux de´crire la dynamique de l’io-
nisation des atomes de l’agre´gat. En supposant que cette dynamique est essentiellement
re´gie par les e´lectrons de valence, nous n’avons (dans un premier temps) pas conside´re´ les
processus d’excitation ou d’ionisation des couches internes. Les re´sultats expe´rimentaux
indiquent en effet un chauffage progressif de l’agre´gat, favorisant ainsi une ionisation suc-
cessive des diffe´rents e´tats de charge.
La structure de ce chapitre est la suivante : la premie`re section pre´sente l’approche
potentiel-mode`le employe´e pour de´crire la structure e´lectronique des atomes (ou ions) de
l’agre´gat afin de prendre en compte les e´tats excite´s interme´diaires. Le peuplement de ces
e´tats excite´s ne´cessite alors l’e´valuation des taux d’excitation et d’ionisation collisionnels
pour chaque e´tat de charge. Lors de transitions engageant une sous-couche multie´lectro-
nique, la de´termination des taux requiert une hypothe`se supple´mentaire selon laquelle
les e´lectrons de cette sous-couche sont inde´pendants. Ce traitement est de´crit dans la
deuxie`me partie de ce chapitre. Puis, apre`s un bref rappel de la the´orie formelle des
collisions, la troisie`me partie pre´sente l’approximation des ondes distordues, de´marche
employe´e pour e´valuer les sections efficaces totales d’excitation et d’ionisation collision-
nels. Les paragraphes suivants exposent ensuite diverses approximations simplificatrices
de cette me´thode ainsi que leurs limites. Enfin, la dernie`re partie pre´sente comment les
e´tats excite´s ont e´te´ inclus dans le mode`le nanoplasma.
3.1 Description approche´e de la structure e´lectro-
nique des atomes et des ions : Potentiel-mode`le
L’inclusion d’e´tats excite´s ne´cessite une description de la structure e´lectronique de
chaque e´tat de charge ionique. Compte tenu de la structure complexe de ces syste`mes
multie´lectroniques, nous avons utilise´ une approche base´e sur l’emploi d’un potentiel mo-
de`le. Par souci de clarte´, prenons l’exemple de l’ion Ar7+ : sa structure e´lectronique est
1s2 2s2 2p6 3s1. L’e´lectron de la couche externe 3s est beaucoup moins lie´ au noyau en
comparaison des e´lectrons des couches internes. En effet, le potentiel d’ionisation de l’e´lec-
tron 3s est de 142,7 eV alors que celui de Ar8+ est de 423,9 eV. Aussi, pour autant que
l’ion ne soit pas soumis a` une contrainte exte´rieure d’intensite´ trop forte, les e´lectrons du
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coeur restent spectateurs et ne sont pas directement implique´s dans la dynamique. Seul
l’e´lectron de la couche de valence est alors conside´re´ comme actif et le syste`me est de´crit
comme e´tant ”effectivement monoe´lectronique”. L’approche potentiel-mode`le permet alors
de rendre compte de l’effet moyen qu’ont les e´lectrons internes pour e´cranter la charge
nucle´aire.
3.1.1 Potentiel-mode`le : principe de calcul
Le calcul de´taille´ qui me`ne a` l’expression finale du potentiel-mode`le utilise´ est pre´sente´
en annexe A. Dans ce paragraphe, nous pre´sentons uniquement le principe et les hypo-
the`ses employe´s pour de´terminer l’expression de ce potentiel-mode`le.
Nous nous basons ici sur la me´thode de´veloppe´e par M. Klapisch [Klapisch 69,
Klapisch 71]. Conside´rons un atome constitue´ d’un noyau de charge Z et de p+1 e´lectrons.
Les e´lectrons sont re´partis comme suit :
– p e´lectrons constituant un coeur ionique en sous-couches ferme´es,
– un e´lectron de valence.
Le but de la me´thode du potentiel-mode`le est de repre´senter parame´triquement le potentiel
Vmod(r) subit par l’e´lectron de valence situe´ a` une distance r du noyau, afin de connaˆıtre




r + Vmod(r) et d’en de´duire les e´nergies
et fonctions propres. Dans le cas de sous-couches ferme´es, ou` le coeur ionique est peu
perturbe´ par l’e´lectron de valence, on cherche un potentiel-mode`le a` syme´trie sphe´rique














De plus, on conside`re que les fonctions d’onde des e´lectrons de coeur ne posse`dent pas
de structure nodale (les e´lectrons internes e´tant tre`s lie´s au noyau, la structure nodale
de leurs fonctions d’onde importent peu, on a alors l = n − 1). Pour un atome (ou ion)
hydroge´no¨ıde, la densite´ de charge radiale d’une sous-couche ferme´e de nombre quantique
orbital l posse´dant q e´lectrons s’e´crit alors :





ou` Rnl(r) est la partie radiale de la fonction d’onde d’un e´lectron sur la couche nl. Le





ou` a0 est le rayon de Bohr et Zeff est la charge effective ressentie par l’e´lectron de valence,
soit la charge nucle´aire re´elle diminue´e par l’e´cran duˆ aux e´lectrons de coeur.
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E´tant donne´es les conditions aux limites (3.1), on cherche Vmod(r) sous la forme :







ou` fl(αl, r) devra avoir une forme polynoˆmiale afin d’assurer (3.1b). A` partir de l’e´quation
de Poisson reliant le potentiel a` la densite´ de charge, on obtient l’e´quation diffe´rentielle















En reportant l’expression (3.6) dans l’e´quation (3.5), on obtient l’ensemble des coefficients












Le potentiel Vmod(r) prend alors la forme, selon l’e´quation (3.4) :

















avec αl = 2Zeff/a0(l + 1), inconnue a` de´terminer, de´pendant explicitement du nombre
quantique orbital l de la sous-couche conside´re´e. Par exemple, pour une configuration
1s2nl, le potentiel se met sous la forme :














Le parame`tre α1s est de´termine´ empiriquement en employant une me´thode variationnelle :
le hamiltonien est diagonalise´ dans une base (aussi comple`te que possible) a` plusieurs re-
prises en faisant varier α1s jusqu’a` obtenir une bonne repre´sentation des e´tats lie´s relatifs
a` l’e´lectron de valence (dont on connaˆıt expe´rimentalement les e´nergies de liaison).
Si on conside`re maintenant un syste`me plus complexe qui se compose d’une couche n
ferme´e elle-meˆme compose´e de plusieurs sous-couches nl ferme´es (Ex : couche L ≡ 2s2 2p6,
l’e´lectron de valence e´tant sur une sous-couche externe). Le potentiel d’interaction entre
l’e´lectron actif et cette couche interne est alors simplement de´termine´ en sommant les
contributions a` l’e´crantage de chaque sous-couche. Il est cependant ne´cessaire de ponde´rer
la somme par la multiplicite´ g = 2l + 1 de chaque sous-couche. Pour une couche n de
nombre quantique orbital maximal Lmax, on obtient :






Gn(Lmax, {αl}, r) (3.10)
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avec




(2l + 1)e−αlrfl(αl, r) (3.11)
ou` la fonction fl(αl, r) est de´finie par l’expression (3.7).
Finalement, le potentiel de´crivant un coeur ionique compose´ de Ns couches ferme´es
comportant ps e´lectrons et de Nt sous-couches ferme´es comportant pt e´lectrons (ces Nt
sous-couches n’appartenant pas aux couches Ns) s’e´crit :


























ou` les fonctions Gn(Lmax, {αl}, r) et fl(α, r) sont de´finies par les expressions (3.11) et (3.7).
Ainsi, par exemple pour l’Ar7+, compose´ d’un coeur ionique 1s22s22p6, le potentiel
ressenti par l’e´lectron actif situe´ sur une sous-couche nl est :








































Les coefficients {αl} doivent alors eˆtre de´termine´s variationnellement en diagonalisant
le hamiltonien H0 = − ~22me∇2r + Vmod(r) dans une base de fac¸on a` reproduire les niveaux
d’e´nergie expe´rimentaux.
L’approche potentiel-mode`le pre´sente´e ci-dessus s’applique en principe uniquement
dans le cas de sous-couches ferme´es. Cependant, en pratique, celle-ci est e´galement utilise´e
dans le cas de sous-couches ouvertes [Reinhold C. et al. 86]. Aussi, nous avons utilise´
l’expression (3.13) aussi bien pour les ions (ou atomes) dont l’e´lectron actif est l’unique
e´lectron pre´sent sur la couche externe, que pour les ions dont le coeur ionique est en sous-
couches ouvertes (auquel cas il existe un ou plusieurs e´lectrons e´quivalents a` l’e´lectron
actif).
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3.1.2 Application a` l’interaction laser-agre´gat : description des
ions (ou atomes) d’argon
Pour chaque e´tat de charge de l’argon Arq+, le potentiel-mode`le prend la forme :



































ou` Z est la charge du noyau (Z=18), Nc = Z − q − 1 est le nombre d’e´lectrons de coeur,
et nis et nip sont respectivement le nombre d’e´lectrons sur chaque couche s et p. Les
parame`tres αil sont obtenus par diagonalisation du hamiltonien H0 = − ~22me∇2r +VArq+(r)
sur une base compose´e d’orbitales de type Slater S
(l)
j (r) (STO pour ”Slater-type Orbitals”)
(cf. annexe B) :
S
(l)
j (r) = Njrle−ajrY ml (θ, ϕ) (3.15)
ou` les parame`tres aj (qui peuvent eˆtre diffe´rents selon le nombre quantique orbital l)
varient selon la se´rie ge´ome´trique aj = a0b
j. Les re´sultats pre´sente´s par la suite ont e´te´
obtenus a` l’aide d’une base de´finie selon {a0 = 0, 005 ; b = 1, 3 ; jmax = 41} quel que soit l,
base suffisamment diffuse et dense de fac¸on a` pouvoir eˆtre conside´re´e comme ”effectivement
comple`te” quant a` l’obtention d’e´tats lie´s par diagonalisation.
Nous avons alors proce´der a` une variation syste´matique des parame`tres αil jusqu’a`
obtenir une bonne repre´sentation des e´tats lie´s relatifs a` l’e´lectron de valence. Pour cela,
nous avons compare´ les e´nergies propres obtenues par diagonalisation aux donne´es tabu-
le´es pour le projet Opacite´ (”The Opacity Project” [Mendoza et al. ]). Ces donne´es de
re´fe´rence ont e´te´ calcule´es en utilisant une me´thode ”close-coupling” [Bransden et al. 03]
(p652) couple´e a` une approche R-matrix avec pseudo-e´tats [Seaton 87, Berrington et al.
87]. Nous avons e´galement calcule´ les forces d’oscillateurs associe´es a` chaque transition
d’excitation (le calcul de´taille´ des forces d’oscillateur est pre´sente´ en annexe D). Les forces
d’oscillateur e´tant plus directement sensibles a` la qualite´ des fonctions d’onde calcule´es
que les e´nergies propres, la comparaison des re´sultats obtenus aux donne´es de re´fe´rence
nous permet ainsi de jauger de manie`re quantitative fine notre description des structures
e´lectroniques des e´tats Arq+. Les parame`tres αil obtenus sont pre´sente´s dans le tableau
3.1 pour chaque e´tat de charge.
A` titre d’exemple, les niveaux d’e´nergie et les forces d’oscillateur obtenus pour les
ions Ar7+ et Ar13+ sont pre´sente´s dans les tableaux 3.2 et 3.3. Ces ions pre´sentent la
particularite´ d’avoir un coeur ionique en couches ferme´es, le potentiel-mode`le est donc
particulie`rement adapte´ a` la description de leurs structures e´lectroniques. Les tableaux
pre´sentent les niveaux d’e´nergie de l’e´tat fondamental et de plusieurs e´tats excite´s ainsi
que plusieurs forces d’oscillateur associe´es a` des transitions dipolaires e´lectriques. Les re´sul-
tats obtenus par diagonalisation du hamiltonien H0 = − ~22me∇2r + VArq+(r) (avec VArq+(r)
de´fini par l’e´quation (3.14)) sont compare´s a` la base de donne´es du projet Opacite´ (”The
Opacity Project” [Mendoza et al. ]). Les tableaux pre´sentent e´galement l’erreur relative
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Nc n1s α1s n2s α2s n2p α2p n3s α3s n3p α3p
Ar 17 2 23,85 2 6,67 6 11,195 2 1,89 5 2,7355
Ar+ 16 2 23,85 2 6,67 6 11,195 2 1,89 4 2,842
Ar2+ 15 2 23,85 2 6,67 6 11,195 2 1,89 3 3,2048
Ar3+ 14 2 23,85 2 6,67 6 11,195 2 1,89 2 3,235
Ar4+ 13 2 23,85 2 6,67 6 11,195 2 1,89 1 3,216
Ar5+ 12 2 23,85 2 6,67 6 11,195 2 1,89 0 -
Ar6+ 11 2 23,85 2 6,67 6 11,195 1 2,124 0 -
Ar7+ 10 2 23,85 2 6,67 6 11,195 0 - 0 -
Ar8+ 9 2 23,85 2 6,67 5 12,115 0 - 0 -
Ar9+ 8 2 23,85 2 6,67 4 12,844 0 - 0 -
Ar10+ 7 2 23,85 2 6,67 3 14,23 0 - 0 -
Ar11+ 6 2 23,85 2 6,67 2 13,785 0 - 0 -
Ar12+ 5 2 23,85 2 6,67 1 13,45 0 - 0 -
Ar13+ 4 2 23,85 2 6,67 0 - 0 - 0 -
Ar14+ 3 2 23,85 1 7,90 0 - 0 - 0 -
Ar15+ 2 2 23,85 0 - 0 - 0 - 0 -
Ar16+ 1 1 35,10 0 - 0 - 0 - 0 -
Ar17+ 0 0 - 0 - 0 - 0 - 0 -
Tab. 3.1 – Valeur des parame`tres Nc, nil et αil pour le calcul du potentiel-mode`le (e´q.
(3.14)) pour chaque e´tat de charge Arq+.
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Niveau IP cal[eV] IP ref [eV] ²rel [%]
3s 142,7 142,7 0,01
4s 71,92 71,78 0,19
4p 65,76 65,29 0,72
5p 40,38 40,14 0,60
5f 34,90 34,92 0,06
6s 28,95 28,89 0,21
6p 27,31 27,18 0,48
6d 24,88 24,94 0,24
6f 24,24 24,24 0,03
7s 20,70 20,66 0,19
7d 18,21 18,25 0,22
Transition
i→ j
fijcal fijref ²rel [%]
3s→ 4p 0,132 0,124 6,48
3p→ 4s 0,081 0,088 7,95
3p→ 4d 0,107 0,141 24,1
4s→ 5p 0,129 0,117 10,3
4p→ 5s 0,141 0,151 6,62
5s→ 6p 0,132 0,117 12,8
5d→ 6p 0,254 0,279 8,96
5f → 6d 0,052 0,056 7,14
6d→ 7p 0,380 0,347 9,51
6d→ 7f 0,564 0,542 4,06
Tab. 3.2 – Comparaison des niveaux d’e´nergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-mode`le (e´q. (3.14)) par rapport aux donne´es de re´fe´rence [Mendoza
et al. ] pour Ar7+ (1s22s22p6nl).
(en %) ²rel = 100
∣∣∣Acal−ArefAref ∣∣∣ des re´sultats obtenus par rapport aux donne´es de re´fe´rence
(A repre´sente soit le potentiel d’ionisation d’un niveau IP , soit la force d’oscillateur d’une
transition fij). Nous avons e´galement utilise´ l’approche du potentiel-mode`le pour des ions
en couches ouvertes, c’est a` dire lorsque l’e´lectron actif est sur une sous-couche comportant
plusieurs e´lectrons e´quivalents. Les tableaux 3.4 et 3.5 pre´sentent les niveaux d’e´nergie et
les forces d’oscillateur obtenues a` l’aide du potentiel-mode`le (3.14), les donne´es de re´fe´-
rence auxquelles ont e´te´ compare´s nos re´sultats, et l’erreur relative ²rel (en %) entre ces
donne´es pour les ions Ar8+ et Ar14+.
Les faibles erreurs relatives obtenues, que ce soit pour les niveaux d’e´nergie ou pour
les forces d’oscillateur, et pour des ions en couches ouvertes ou ferme´es, de´montrent la
fiabilite´ de l’approche potentiel-mode`le. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que la structure
e´lectronique de tous les e´tats de charge atteints au cours de l’interaction laser-agre´gat
est convenablement reproduite par cette approche. Par conse´quent, nous avons utilise´ le
potentiel-mode`le VArq+(r) (e´q. 3.14) pour inclure des e´tats excite´s interme´diaires dans la
dynamique d’ionisation de l’agre´gat.
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Niveau IP cal[eV] IP ref [eV] ²rel [%]
2p 753,2 751,8 0,18
3s 328,6 330,2 0,48
3p 316,5 316,4 0,03
4s 179,7 179,8 0,06
4d 170,0 169,5 0,29
4f 167,4 166,9 0,30
5s 113,2 112,6 0,53
5p 110,7 110,1 0,54
5g 106,7 106,2 0,47
6d 75,05 74,91 0,19
7s 56,76 57,31 0,96
7g 54,45 54,62 0,31
8p 42,59 42,53 0,14
Transition
i→ j
fijcal fijref ²rel [%]
2p→ 3s 0,020 0,022 9,09
2p→ 3d 0,619 0,650 4,77
3s→ 4p 0,334 0,312 7,05
3d→ 4p 0,019 0,018 5,56
3d→ 4f 0,975 0,986 1,12
4s→ 5p 0,365 0,312 16,9
5d→ 6p 0,077 0,078 1,50
5f → 6g 1,160 1,136 2,11
6p→ 7d 0,476 0,475 0,21
6d→ 7p 0,111 0,110 0,91
7p→ 8d 0,494 0,450 9,78
7d→ 8f 0,727 0,723 0,55
Tab. 3.3 – Comparaison des niveaux d’e´nergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-mode`le (e´q. (3.14)) par rapport aux donne´es de re´fe´rence [Mendoza
et al. ] pour Ar13+ (1s22s2nl).
Niveau IP cal[eV] IP ref [eV] ²rel [%]
2p 423,9 424,0 0,02
3s 168,8 168,4 0,24
3d 127,5 123,9 2,90
4s 86,81 86,55 0,30
4d 71,33 69,47 2,68
5p 49,74 49,51 0,46
5f 44,19 44,10 0,20
6s 35,55 35,60 0,14
6p 33,81 33,82 0,03
6f 30,68 30,68 5,3 × 10−3
7d 22,99 23,99 0,05
8s 19,23 19,20 0,16
9g 13,60 13,61 0,09
Transition
i→ j
fijcal fijref ²rel [%]
2p→ 3d 2,180 2,020 7,92
3s→ 4p 0,161 0,146 10,3
3p→ 4d 0,177 0,188 5,85
3d→ 4f 0,928 0,960 3,33
4p→ 5s 0,130 0,135 3,70
4d→ 5f 0,723 0,687 5,24
5s→ 6p 0,170 0,159 6,92
5p→ 6d 0,111 0,135 17,8
5d→ 6p 0,222 0,205 8,29
6s→ 7p 0,180 0,167 7,78
6p→ 7s 0,241 0,251 3,98
7d→ 8p 0,389 0,361 7,76
Tab. 3.4 – Comparaison des niveaux d’e´nergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-mode`le (e´q. (3.14)) par rapport aux donne´es de re´fe´rence [Mendoza
et al. ] pour Ar8+ (1s22s22p5nl).
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Niveau IP cal[eV] IP ref [eV] ²rel [%]
2s 847,5 851,9 0,52
2p 811,0 798,0 1,63
3d 343,7 340,9 0,82
4p 196,0 196,4 0,20
4f 191,6 191,6 0,03
5s 127,1 126,5 0,47
6d 85,49 85,22 0,32
6g 85,05 84,98 0,08
7p 63,32 63,37 0,08
8d 48,02 48,08 0,12
9s 38,49 38,50 0,02
Transition
i→ j
fijcal fijref ²rel [%]
2s→ 3p 0,678 0,632 7,28
3p→ 4s 0,047 0,042 11,9
3p→ 4d 0,544 0,467 14,2
4p→ 5d 0,522 0,518 0,77
4f → 5g 1,342 1,355 0,96
5s→ 6p 0,442 0,412 7,28
6p→ 7s 0,137 0,139 1,44
6f → 7d 0,047 0,049 4,08
7p→ 8d 0,566 0,566 0,06
8d→ 9p 0,150 0,155 3,23
Tab. 3.5 – Comparaison des niveaux d’e´nergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-mode`le (e´q. (3.14)) par rapport aux donne´es de re´fe´rence [Mendoza
et al. ] pour Ar14+ (1s22snl).
3.2 Excitation ou ionisation d’une sous-couche multi-
e´lectronique : le mode`le a` e´lectrons inde´pendants
L’approche potentiel-mode`le de´crite au paragraphe pre´ce´dent ne prend en compte
qu’un seul e´lectron actif. Cependant, dans le cas d’ions en couches ouvertes, il existe
plusieurs e´lectrons sur la couche de valence. Afin de de´terminer la probabilite´ d’excitation
d’un de ces e´lectrons, il est par conse´quent ne´cessaire de prendre en compte la pre´sence
des autres e´lectrons sur cette meˆme couche. Pour ceci, nous avons suivi le formalisme du
mode`le a` e´lectrons inde´pendants.
Conside´rons un ion de charge Z comportant p+ k e´lectrons tels que :
– p e´lectrons constituent un coeur ionique en sous-couches ferme´es,
– k e´lectrons sont re´partis sur la couche de valence.


















4piε0|ri − rj| (3.16)
En suivant l’approche potentiel-mode`le, nous ne prenons en compte explicitement
qu’un seul e´lectron actif. L’interaction d’un e´lectron de la couche de valence avec le coeur
ionique ( noyau + p e´lectrons internes + k − 1 e´lectrons) est alors repre´sente´e par un
potentiel effectif. Nous supposons par ailleurs que les k e´lectrons de la couche externe
sont e´quivalents, c’est a` dire que leurs fonctions d’onde sont gouverne´es par le meˆme
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+Vmod(ri) est le hamiltonien de l’e´lectron i (appartenant a` la couche
de valence) et Vmod(ri) est le potentiel-mode`le repre´sentant l’interaction de cet e´lectron
avec le noyau et les p+k− 1 autres e´lectrons. La fonction d’onde totale de ces k e´lectrons
peut alors s’e´crire :
Ψ({ri}, t) = A
k∏
i=1
ϕ(ri, si, t) (3.18)
ou` A est l’ope´rateur d’antisyme´trisation et les spin-orbitales ϕ(ri, si, t) obe´issent a` l’e´qua-







ϕ(ri, si, t) = 0 (3.19)
Par souci de simplicite´, conside´rons le processus d’excitation simple du syste`me he´-
liumo¨ıde Ar16+ dans son e´tat fondamental (e´tat para). La fonction d’onde spatiale finale











ou` φexc(r) est la fonction d’onde de l’e´lectron ayant subi le processus d’excitation, et φel(r)
la fonction d’onde de l’e´lectron ”spectateur” ayant subi une transition e´lastique. L’ampli-


















soit, en conside´rant l’amplitude d’excitation aAr
16+
exc = 〈φexc(r)|ϕ(r, t→∞)〉 et l’amplitude
de transition e´lastique aAr
16+










Dans le cadre du mode`le a` e´lectrons inde´pendants, la probabilite´ de simple excitation de









3.3. E´valuation des sections d’excitation et d’ionisation : approches DWBA et PWBA
ou` Pexc est la probabilite´ d’exciter un e´lectron et Pel la probabilite´ que le second e´lectron
subisse une transition e´lastique.
En pratique, les expe´riences n’ont acce`s qu’a` la section efficace d’une re´action (excita-
tion ou ionisation) pour laquelle un ou plusieurs e´lectrons subissent une transition vers un
e´tat final particulier, alors que les transitions e´lastiques des e´lectrons restants ne sont pas
observe´es. Les probabilite´s inclusives de ces re´actions ont e´te´ conside´re´es par diffe´rents
auteurs [McGuire et al. 77, Reading et al. 80]. La ge´ne´ralisation de l’expression (3.23) a`
un syste`me a` N e´lectrons e´quivalents a e´te´ donne´e par H. Lu¨dde and R. Dreizler [Lu¨dde
et al. 83]. La cre´ation de t trous par excitation dans une couche comportant N e´lectrons









ou` Pexc est la probabilite´ d’excitation d’un e´lectron. Dans le cadre de l’interaction laser-
agre´gat, ou` nous ne conside´rons qu’un seul e´lectron actif, la probabilite´ d’excitation d’un
e´lectron d’une couche ouverte comportant k e´lectrons est donc :
Pse = kPexc[Pel]
k−1 (3.25)
Pour de´terminer cette probabilite´ d’excitation, nous supposons de plus que la probabilite´
de transition e´lastique Pel des k− 1 autres e´lectrons est e´gale a` un. Cette hypothe`se, bien
que drastique, est cohe´rente avec la me´thode employe´e pour de´terminer les taux d’excita-
tion collisionnels. En effet, ces taux sont de´termine´s a` l’aide d’une description perturbative
de l’interaction e´lectron-ion (cf. section suivante). Par conse´quent, dans ces conditions, les
probabilite´s de transitions ine´lastiques sont ne´cessairement faibles contrairement aux pro-
babilite´s de transitions e´lastiques, d’ou` Pel ∼ 1. Le taux d’excitation collisionnel d’un
e´lectron sur une couche comprenant k e´lectrons est donc :
Wse = kWexc (3.26)
ou`Wexc est le taux d’excitation calcule´ pour un unique e´lectron sur la couche de valence. De
la meˆme fac¸on, le taux d’ionisation collisionnel d’un e´lectron sur une couche comprenant
k e´lectrons est :
Wsi = kWion (3.27)
ou` Wion est le taux d’ionisation calcule´ pour un unique e´lectron sur la couche de valence.
3.3 E´valuation des sections d’excitation et d’ionisa-
tion : approches DWBA et PWBA
Afin d’alle´ger les expressions obtenues, les calculs pre´sente´s dans cette section sont





Chapitre 3. Ame´lioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’e´tats excite´s
3.3.1 The´orie formelle des collisions. De´veloppement de Born I
Afin de de´terminer les sections efficaces d’excitation et d’ionisation, il est tout d’abord
ne´cessaire d’effectuer quelques rappels de la the´orie formelle des collisions. Soit un pro-
cessus collisionnel tel que :
A+B −→ C +D (3.28)
ou` l’interaction du projectile A avec la cible B, dans des e´tats initiaux donne´s, conduit
a` des produits de re´action C et D dans des e´tats finaux donne´s. L’interaction peut eˆtre
intuitivement perc¸u comme la juxtaposition de 3 intervalles de temps distincts (cf. fig.
3.1).











































Fig. 3.1 – Sche´ma de la collision A + B −→ C + D. Mise en e´vidence des diffe´rents
intervalles de temps correspondants a` diffe´rentes phases de la collision.
Dans le premier intervalle, les particules A et B n’interagissent pas entre elles, le
syste`me est de´crit par un hamiltonien Hi. Le processus collisionnel intervient au cours
du deuxie`me intervalle ; au hamiltonien initial s’ajoute alors un potentiel d’interaction Vi
entre le projectile A et la cible B. Le temps ti correspond a` l’instant ou` la perturbation Vi
devient effective. Enfin, dans le dernier intervalle de temps, les produits de re´action C et
D n’interagissent plus et sont dans des e´tats stationnaires, e´tats propres d’un hamiltonien
Hf . Il est e´galement possible d’introduire un potentiel Vf entre les produits C et D lors de
leur interaction au cours du deuxie`me intervalle ; le temps tf correspond alors a` l’instant
ou` ce potentiel s’annule. Le hamiltonien total H peut se mettre sous la forme :
H = Hi + Vi = Hf + Vf (3.29)
Il est important de noter que cette image n’est vraie que dans le cas ou` les potentiels
d’interaction Vi et Vf sont de courte porte´e. Par conse´quent, dans cette section, nous de´-
crivons la the´orie formelle des collisions applique´e aux potentiels de´croissant plus vite que
1/r (ou` r est la distance se´parant les particules). Cette description n’est par conse´quent
pas approprie´e pour les collisions e´lectron-ion ou` l’interaction coulombienne a une porte´e
infinie, mais nous verrons par la suite comment ce formalisme peut eˆtre adapte´ aux po-
tentiels d’interaction de porte´e infinie.
Soit Φαi (rA, rB) la fonction d’onde totale du syste`me A + B dans un e´tat initial α
donne´. La fonction Φαi (rA, rB) est solution de l’e´quation de Schro¨dinger HiΦ
α
i (rA, rB) =
EαΦ
α
i (rA, rB). Cette fonction d’onde correspond a` l’e´tat initial asymptotique, c’est a` dire
lorsque le syste`me n’est pas perturbe´ par le potentiel d’interaction Vi. L’e´volution de cette
fonction d’onde dans la zone d’interaction est de´finie par la fonction d’onde Ψα+i (rA, rB, t)
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e´tat propre de Hi + Vi. De meˆme, Φ
β
f (rC , rD), d’e´nergie propre Eβ, correspond a` la fonc-
tion d’onde asymptotique du syste`me apre`s interaction. Celui-ci est alors dans un e´tat
final stationnaire β. En remontant le temps, on peut e´galement de´finir la fonction d’onde
Ψβ−f (rC , rD, t), fonction propre du hamiltonien H. On obtient alors le sche´ma temporel






Hi H = Hi + Vi = Hf + Vf
ti tf
Hf
Ψα+i (rA, rB, t) Ψ
β−
f (rC, rD, t)Φ
α
i (rA, rB) Φ
β
f (rC, rD)
Fig. 3.2 – Fonctions d’onde et hamiltonien du syste`me A+B → C +D selon l’intervalle
de temps conside´re´.
Les e´quations de Lippman-Schwinger permettent de relier les fonctions d’onde Ψα+i (rA, rB, t)
et Ψβ−f (rC , rD, t) de´pendantes du temps aux fonctions d’onde asymptotiques Φ
α
i (rA, rB)
et Φβf (rC , rD) selon :∣∣∣Ψα+i (rA, rB, t)〉 = {I+ G+(Ei)Vi}∣∣∣Φαi (rA, rB)〉 (3.30a)∣∣∣Ψβ−f (rC , rD, t)〉 = {I+ G−(Ef )Vf}∣∣∣Φβf (rC , rD)〉 (3.30b)




E −H ± iε (3.31)
Nous pouvons remarquer que ces e´quations ne font pas intervenir les temps ti et tf qui ne
sont, dans la pratique, pas exactement connus.
Les e´quations de Lippman-Schwinger de´finissent donc les vecteurs d’e´tats Ψα+i (rA, rB, t)
et Ψβ−f (rC , rD, t) dont le recouvrement donne l’amplitude de transition entre les e´tats
asymptotiques Φαi (rA, rB) et Φ
β
f (rC , rD). La quantite´ ayant physiquement un sens est




∣∣∣〈Ψβ−f (rC , rD, t)∣∣∣Ψα+i (rA, rB, t)〉∣∣∣2 (3.32)
En introduisant les ope´rateurs de transition :
T+fi = Vf + VfG+(Eα)Vi (3.33a)
T−fi = Vi + VfG−(Eβ)Vi (3.33b)
On peut montrer que W αβif se met sous la forme [Joachain 75] :
Wαβif = 2ℑm
〈
Φβf (rC , rD)
∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉δifδαβ + (3.34)
+2piδ(Eα − Eβ)
∣∣∣〈Φβf (rC , rD)∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉∣∣∣2
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ou` l’on a omis les exposants (±) dans Tfi car δifδαβ et δ(Eα − Eβ) font que
〈Φβf (rC , rD)|T+fi|Φαi (rA, rB)〉 = 〈Φβf (rC , rD)|T−fi|Φαi (rA, rB)〉 (3.35)
Nous pouvons remarquer que le premier terme de l’expression (3.34) ne contribue, de
par les symboles de Kronecker, qu’a` la probabilite´ par unite´ de temps de diffusion e´lastique.
D’un point de vue pratique, le taux W αβif n’a pas de re´alite´ physique puisqu’il a trait
a` un unique e´tat final du continu. Or, toute mesure expe´rimentale a une re´solution finie
symbolise´e par un domaine de de´tection du de´tecteur Df . Ce domaine est caracte´rise´e par
un angle solide de de´tection dΩf et une re´solution spectrale centre´e sur un vecteur d’onde
donne´ kf , soit Df = dΩf ∪dkf Il nous faut alors calculer la probabilite´ par unite´ de temps









ou` la somme discre`te porte sur les e´tats internes du syste`me.
Il est plus inte´ressant d’exprimer cette expression en fonction des e´nergies. Or les
vecteurs d’ondes et les e´nergies sont relie´es par la densite´ d’e´tats ρ(Ef ) telle que :
dkf = k
2
fdkfdΩf = ρ(Ef )dEfdΩf (3.37)





dΩfρ(E = Eα = Eβ)
∣∣∣〈Φβf (rC , rD)∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉∣∣∣2 (3.38)
Cette expression correspond a` la re`gle d’or de Fermi [Joachain 75](p. 312). Nous pouvons
de plus remarquer que l’e´galite´ E = Eα = Eβ traduit la conservation de l’e´nergie totale
pour un syste`me collisionnel isole´.
La section efficace totale s’obtient alors en divisant ωαβif par le flux de particules inci-









∣∣∣〈Φβf (rC , rD)∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉∣∣∣2 (3.39)
ou` ki et kf sont les vecteurs d’onde des particules re´duites initiale et finale dont les masses
















∣∣∣〈Φβf (rC , rD)∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉∣∣∣2 (3.40)
1Le facteur (2pi)4 provient de la normalisation du flux de particules incidentes en (2pi)−3/2. Ce meˆme
facteur devra eˆtre applique´e a` Φαi , soit une normalisation en δ(ki − k′i).
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En pratique, les calculs base´s sur les expressions pre´ce´dentes doivent faire l’objet de
simplifications sachant que les e´le´ments de matrice impliquant les fonctions de Green
G±(E) sont en ge´ne´ral difficiles a` traiter. En introduisant les ope´rateurs de Green G±c (E)
(ou` c ≡ i, f) tels que :
G±c (E) = lim
²→0+
1
E −Hc ± i² (3.41)
il est possible de re´e´crire les fonctions G±(E) sous la forme :
G±(E) = G±c (E)[I+ VcG±(E)] (3.42)
Or, les e´le´ments de matrice des ope´rateurs de transition Tfi intervenant dans les ex-
pressions des sections efficaces s’e´crivent :〈
Φβf (rC , rD)
∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉 = 〈Φβf (rC , rD)∣∣∣Vf (I+ G+(E)Vi)∣∣∣Φαi (rA, rB)〉 (3.43)
En proce´dant par ite´rations pour la fonction de Green, on obtient le de´veloppement en
se´rie de Born pour les e´le´ments de matrice des ope´rateurs de transition :〈
Φβf (rC , rD)
∣∣∣Tfi∣∣∣Φαi (rA, rB)〉 =
〈
Φβf (rC , rD)
∣∣∣Vf ∣∣∣Φαi (rA, rB)〉+ Born I
+
〈
Φβf (rC , rD)





Φβf (rC , rD)









L’approximation de Born au premier ordre consiste a` ne retenir que le premier terme
dans l’expression (3.44). Cette approximation est valable dans le re´gime perturbatif cor-
respondant aux hautes e´nergies d’impact (par rapport a` l’e´nergie de la transition consi-
de´re´e), c’est a` dire lorsque les e´tats asymptotiques sont peu distordus par le potentiel
(Ψα+i (rA, rB, t) ∼ Φαi (rA, rB)).
3.3.2 Formalisme des ondes distordues. Application aux colli-
sions e´lectron-ion
La the´orie formelle expose´e jusqu’a` pre´sent n’est valable que dans le cadre de potentiels
d’interaction a` courte porte´e, condition ne´cessaire a` la de´finition des zones asymptotiques
initiales et finales. Dans le cas de potentiels coulombiens (a` porte´e infinie), cette condi-
tion n’est plus respecte´e. Il est alors ne´cessaire de faire appel au formalisme des ondes
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distordues. Celui-ci consiste a` prendre en compte la porte´e infinie des potentiels Vi,f dans
les hamiltoniens asymptotiques Hi,f . Les potentiels d’interaction re´sultants sont alors de
courte porte´e et la the´orie formelle pre´ce´demment de´crite peut eˆtre employe´e.
Prenons pour exemple un syste`me ou` un projectile de charge Zp (de massemp) interagit
avec une cible compose´e d’un noyau de charge Zt (de masse mt) et d’un e´lectron tel que

















Fig. 3.3 – Repre´sentation de la collision entre un projectile P (charge Zp) et un ion hy-
droge´no¨ıde (noyau de charge Zt+ e´lectron). ”CM” indique le centre de masse
total du syste`me et ”cdm(T+e)” indique le centre de masse de la cible (noyau
+ e´lectron).




















ou` µp = mp(mt + me)/(mp + mt + me) et µte = mtme/(mt + me) sont respectivement
les masses re´duites de la particule incidente et de la cible. Compte tenu de la diffe´rence
de masse entre l’e´lectron et le noyau cible, le centre de masse de la cible (noyau Zt +
e´lectron) est assimile´ a` la position du noyau, par conse´quent on a Ri ≡ R, rt correspond
a` la position de l’e´lectron par rapport au noyau Zt, et µte se re´duit a` la masse de l’e´lectron
me.
Dans la voie d’entre´e (ou` l’e´lectron est attache´ a` Zt), nous pouvons donc de´composer
le hamiltonien selon :



































Dans le formalisme des ondes distordues, on de´compose Vi selon :
Vi = ωi + vi (3.48)
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de telle fac¸on que ωi contienne la composante longue porte´e de Vi, le potentiel re´siduel vi














On ve´rifie imme´diatement que vi est bien de courte porte´e : lim
rp→R
vi = 0.
La nouvelle de´composition du hamiltonien telle que H = (Hi + ωi) + vi nous permet
alors de faire l’analogie avec la the´orie formelle des collisions pre´sente´e au paragraphe
pre´ce´dent.
Soient χα+i (R, rt), les fonctions propres du hamiltonien Hi + ωi (appele´es ondes dis-
tordues). Nous pouvons alors de´finir les e´quations de Lippman-Schwinger pour les ondes
distordues : ∣∣∣Ψα+i (R, rt, t)〉 = {I+ G+(Ei)vi}∣∣∣χα+i (R, rt)〉 (3.50a)∣∣∣Ψβ−f (R, rt, t)〉 = {I+ G−(Ef )vf}∣∣∣χβ−f (R, rt)〉 (3.50b)
ou` l’on a introduit les fonctions d’onde χβ−f (R, rt), fonctions propres du hamiltonien Hf +
ωf .
Nous pouvons alors construire le de´veloppement en se´rie de Born pour les ondes distordues.









∣∣∣〈χβ−f (R, rt)∣∣∣vi∣∣∣χα+i (R, rt)〉∣∣∣2 (3.51)
Au chapitre 2, nous avons vu que les collisions e´lectron-ion jouent un roˆle pre´ponde´rant
dans la dynamique de l’interaction laser-agre´gat. La de´termination des taux d’excitation
et d’ionisation requiert donc le calcul des sections efficaces de collision e´lectron-ion pour
chaque transition de chaque e´tat de charge.
3.3.2.1 Section efficace totale d’excitation collisionnelle
Soit un syste`me compose´ d’un e´lectron incident d’e´nergie Ei interagissant avec un ion
(ou un atome) compose´ d’un noyau de charge Z et de p e´lectrons. En suivant l’approche
potentiel-mode`le pre´sente´e au paragraphe 3.1.1, nous conside´rons le processus d’excitation
d’un unique e´lectron actif sur la couche de valence. Les p− 1 autres e´lectrons et le noyau
constituent alors un coeur ionique. Le syste`me peut eˆtre repre´sente´ par le sche´ma suivant :











+ Vmod(r2) + Vclb(|r1 − r2|) (3.52)
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ou` Vclb(|r1 − r2|) = 1|r1−r2| est le potentiel d’interaction coulombienne entre les deux e´lec-
trons, et Vmod(r) repre´sente le potentiel d’interaction entre le coeur ionique et l’e´lectron
incident ou l’e´lectron actif. Ce potentiel est de´termine´ suivant l’approche potentiel-mode`le
(e´q. (3.13)). L’interaction entre l’e´lectron incident et le coeur ionique e´tant de porte´e infi-
nie, il est alors ne´cessaire d’avoir recours au formalisme des ondes distordues pour de´ter-
miner la section efficace d’excitation de l’e´lectron 2. Le potentiel de distorsion choisi est
le potentiel ressenti par l’e´lectron libre lorsqu’il est tre`s e´loigne´ de la cible :
Vdis(r1) = limr1→∞
r2fini
[Vmod(r1) + Vclb(|r1 − r2|)] (3.53)
= Vmod(r1) + Vclb(r1)











+ Vmod(r2) + Vdis(r1)︸ ︷︷ ︸
Hi
+Vclb(|r1 − r2|)− Vdis(r1) + Vmod(r1)︸ ︷︷ ︸
vi
(3.54)
L’expression du potentiel vi se simplifie. Celui-ci vaut finalement :
vi = Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1) (3.55)




vi = 0 (3.56)
Nous pouvons de plus noter que, dans le cas de l’excitation, le hamiltonien total se de´com-
pose de la meˆme fac¸on dans les voies initiale et finale ; on a alors vi = vf et Hi = Hf = H0.
D’apre`s la the´orie formelle des collisions, la section efficace d’excitation peut alors eˆtre
de´termine´e a` condition de connaˆıtre les fonctions propres initiale et finale du hamiltonien
H0. Cet hamiltonien e´tant la somme d’ope´rateurs a` un corps, ses fonctions propres peuvent
se mettre sous la forme d’un produit de fonctions de chacune des coordonne´es r1 et r2.
Conside´rons une transition d’un e´tat a de nombre quantiques nalama et d’e´nergie Ea < 0










φa,b(r) = Ea,bφa,b(r) (3.57)
Elles sont de´termine´es nume´riquement a` l’aide d’une base d’orbitales de type Slater
S
(l)
j (r) = Njrle−ajrY ml (θ, ϕ) (STO, cf. annexe B). La diagonalisation du hamiltonien Hlie´
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Les parame`tres aj des orbitales de type Slater, qui peuvent eˆtre diffe´rents selon la syme´-
trie orbitale l conside´re´e, varient selon la se´rie ge´ome´trique aj = a0b
j avec 0 ≤ j ≤ jmax.
Nous avons ve´rifie´ que la base de´finie par {a0 = 0, 001 ; b = 1, 3 ; jmax = 41} permet de
de´terminer les fonctions d’onde avec une tre`s bonne pre´cision (cf. paragraphe 3.1.2).
Les fonctions d’onde libres de l’e´lectron incident et diffuse´, respectivement note´es ψ+ki(r)






r + Vmod(r) + Vclb(r) (3.59)
et de´crivent un e´lectron libe´re´ dans le champ du potentiel U(r) = Vmod(r)+Vclb(r). D’apre`s
la forme du potentiel-mode`le (e´q. (3.13)), le potentiel U(r) peut s’e´crire sous la forme d’un
potentiel coulombien modifie´ :
U(r) = −(Z − p)
r
+ Vcorr(r) (3.60)
Le premier terme correspond a` une repre´sentation simple selon laquelle l’e´lectron libre
ressent le potentiel du noyau de charge Z e´crante´ par les p charges ne´gatives. Le potentiel
Vcorr(r) traduit la correction apporte´e par le potentiel-mode`le a` cette description e´le´men-
taire. Il est important de noter que le potentiel Vcorr(r) est a` courte porte´e puisque il fait
intervenir des termes en exponentielle de´croissante.
Le potentiel U(r) e´tant un potentiel central, les fonctions d’onde ψ±ki,kf (r) peuvent
eˆtre de´veloppe´es en se´rie de polynoˆmes de Legendre. Il faut cependant eˆtre attentif aux
notions d’onde ”sortante” et d’onde ”entrante” :
La fonction d’onde de l’e´lectron incident est de´finie comme une onde ”sortante”. En
effet, l’e´lectron interagit avec le potentiel U(r). Il s’ensuit un mouvement de diffusion
(≡ collisions e´lastiques) qui entraˆıne l’apparition d’ondes sortantes. A` contrario, suivant
la the´orie formelle des collisions, la fonctions d’onde finale de l’e´lectron libre ψ−kf (r) est
de´finie en ”remontant” le temps (t : +∞ → −∞). On comprend alors que les ondes
diffuse´es deviennent entrantes, la fonction d’onde de l’e´lectron libre apre`s interaction avec
le potentiel diffuseur est ainsi de´finie comme une onde ”entrante”.
En utilisant le de´veloppement en ondes partielles (cf. annexe C), ces fonctions d’onde


















lf e−iδlf ulf (kf , r)Plf (cos θf ) (3.61b)
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ou` Ei,f = k
2
i,f/2 est l’e´nergie associe´e a` l’e´lectron incident ou diffuse´. Les angles θi,f sont
de´finis entre le vecteur r et les vecteurs d’onde ki,f . Le de´phasage δl peut s’e´crire :
δl = σl + δˆl (3.62)
ou` σl est le de´phasage obtenu dans un cas purement coulombien tel que :
σl = arg Γ (l + 1 + iη) (3.63)
avec η = −(Z − p)
k
(3.64)
et δˆl est un de´phasage additionnel duˆ au potentiel Vcorr(r).
En pratique, la base d’orbitales de type Slater n’est pas adapte´e au calcul de ces
parties radiales. En effet, afin de reproduire le comportement oscillatoire des fonctions du
continuum, il serait ne´cessaire d’utiliser un tre`s grand nombre de fonctions de base. Pour
de´terminer les fonctions d’onde de l’e´lectron incident et diffuse´, nous avons eu recours a` la
me´thode des ondes partielles. Les parties radiales ul(k, r) sont de´termine´s nume´riquement
a` l’aide d’un algorithme de Numerov2 sachant que ul(k, r) est re´gulie`re a` l’origine (soit
limr→0 ul(k, r) ∼ rl+1). Ces parties radiales peuvent de plus se mettre sous la forme (cf.
annexe C) :
ul(k, r) = Bl(k)Fl(k, r) + Cl(k)Gl(k, r) (3.65)
ou` Fl(k, r) et Gl(k, r) sont les fonctions coulombiennes re´gulie`re et irre´gulie`re. Le de´pha-









Enfin, les fonctions d’ondes e´tant normalise´es a` δ(k−k′), les parties radiales doivent eˆtre
normalise´es de telle fac¸on que l’on ait :
lim
r→∞




− η ln 2kr + δl
)
(3.67)
ou` η est de´fini selon l’expression (3.64).
Connaissant les fonctions propres initiale χα+i (r1, r2) et finale χ
β−
f (r1, r2) du hamilto-
nien H0, nous pouvons alors de´terminer la section efficace d’excitation de l’e´lectron lie´.
En supposant que le potentiel vi est une perturbation par rapport au hamiltonien H0, la
section totale d’excitation de l’e´lectron lie´ de l’e´tat a (nalama) vers l’e´tat b (nblbmb) dans








2Il est e´galement possible d’utiliser une base de fonctions de Bessel sphe´riques, ce qui permet de
de´terminer a` la fois les fonctions d’onde lie´es et les fonctions du continuum [Pons 00].
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ou` la somme sur β court sur tout les e´tats finaux tels que l’e´nergie initiale totale du sys-
te`me soit conserve´e au cours de la re´action.
Les e´lectrons e´tant des particules indiscernables, ils doivent respecter le principe d’ex-
clusion de Pauli selon lequel deux fermions ne peuvent occuper le meˆme e´tat quantique.
Afin de prendre en compte ce principe, la fonction d’onde totale des deux e´lectrons doit
par conse´quent eˆtre antisyme´trique. Cette fonction correspond au produit d’une fonction
d’onde spatiale par une fonction de spin. Sachant que dans notre e´tude, nous ne cherchons
pas a` diffe´rencier les e´tats de spin des deux e´lectrons, deux cas peuvent alors se pre´senter :
i) La fonction de spin est antisyme´trique (e´tat singulet) ; la fonction d’onde spatiale
doit alors eˆtre syme´trique3 :













Le potentiel d’interaction vi e´tant inde´pendant du spin, l’e´le´ment de matrice de transition




∣∣∣vi∣∣∣χsing.i (r1, r2)〉 (3.70)
L’e´le´ment de matrice de transition peut eˆtre se´pare´ en deux composantes :





ou` T dab et T
e








∣∣∣Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (3.72b)
Le terme T dab correspond a` une transition ”directe” : l’e´lectron 2 subissant la transition
est l’e´lectron lie´ avant et apre`s la collision. La seconde composante T eab peut eˆtre conside´-
re´e classiquement comme l’e´change des deux e´lectrons au cours de la collision : l’e´lectron
1 incident devient l’e´lectron lie´ dans l’e´tat b alors que l’e´lectron 2 est libre apre`s la collision.
ii) La fonction de spin est syme´trique (e´tat triplet) ; la fonction d’onde spatiale doit
alors eˆtre antisyme´trique3 :










L’e´le´ment de matrice de transition pour une fonction d’onde spatiale antisyme´trique s’e´crit
alors :
T trip.ab = T
d
ab − T eab (3.74)
ou` les e´le´ments de matrice de transition direct et d’e´change sont de´finis par les e´quations
(3.72).
3Le facteur 2−1/2 provient de la normalisation de la fonction de spin a` 1, de telle fac¸on que la fonction
d’onde totale soit normalise´e a` δ(k− k′).
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E´valuation de l’e´le´ment de matrice de transition direct
Dans le cas d’une transition directe, ou` l’e´lectron 1 est l’e´lectron incident et diffuse´,




∣∣∣Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (3.75)
Conside´rons le potentiel de transition V dT (ab; r1) tel que :
V dT (ab; r1) =
〈
φb(r2)
∣∣∣Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1)∣∣∣φa(r2)〉 (3.76)
L’interaction entre les deux e´lectrons e´tant purement coulombienne et les fonctions d’onde
initiale et finale de l’e´lectron lie´ e´tant orthogonales, ce potentiel de transition s’e´crit :
V dT (ab; r1) =
〈
φb(r2)
∣∣∣ 1|r1 − r2|
∣∣∣φa(r2)〉 (3.77)
Le potentiel coulombien peut eˆtre de´veloppe´ en multipoˆles selon :
1











λ (θr1 , ϕr1)Y
mλ
λ (θr2 , ϕr2) (3.78)





(θr2 , ϕr2) (3.79)
le potentiel de transition se re´duit a` :









λ (θr1 , ϕr1) (3.80)
ou`





























repre´sentent les symboles 3j de Wigner, relie´s au coeffi-








Pour avoir Aλlalb 6= 0, les re`gles de se´lection imposent :

la + lb + λ pair
|la − lb| ≤ λ ≤ la + lb
mλ = mb −ma
(3.84)
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∣∣∣V dT (ab; r1)∣∣∣ψ+ki(r1)〉 (3.85)
Les fonctions d’onde incidente et diffuse´e sont de´compose´es en ondes partielles (cf. e´q.
(3.61)). Les angles θi,f intervenant dans les polynoˆmes de Legendre correspondent aux
angles entre les vecteurs r1 et et les impulsions ki et kf respectivement. A` l’aide du
the´ore`me d’addition des harmoniques sphe´riques tel que :








(θki,f , ϕki,f )Y
mi,f
li,f
(θr1 , ϕr1) (3.86)
et en plac¸ant le repe`re de telle fac¸on que l’impulsion de l’e´lectron incident soit le long de








), l’e´le´ment de matrice de transition
















(θkf , ϕkf ) (3.87)
ou` Aλlalb est de´fini par l’expression (3.81) et












dr1ulf (kf , r1)Vλ(ab; r1)uli(ki, r1) (3.89)
Les re`gles de se´lection des coefficients 3j imposent :

li + lf + λ pair
|li − λ| ≤ lf ≤ li + λ
mf = −mλ
(3.90)
E´valuation de l’e´le´ment de matrice de transition e´change
Lorsque l’on conside`re l’e´change des deux e´lectrons au cours de la collision, l’e´le´ment




∣∣∣Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (3.91)
On de´fini le potentiel de transition V eT (ab; r1) dans le cas coulombien tel que :
V eT (af ; r1) =
〈
ψ−kf (r2)
∣∣∣ 1|r1 − r2|
∣∣∣φa(r2)〉 − 〈ψ−kf (r2)∣∣∣ 1r1
∣∣∣φa(r2)〉
soit V eT (af ; r1) = V
e(1)
T (af ; r1) − V e(2)T (af ; r1)
(3.92)
En suivant le meˆme raisonnement que dans le cas direct, la de´composition en ondes par-
tielles de la fonction d’onde libre ψ−kf (r2) (e´q. (3.61b)) et le de´veloppement multipolaire
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du potentiel coulombien (e´q. (3.78)) permettent d’exprimer le premier terme du potentiel
de transition sous la forme :
V e
(1)














(θkf , ϕkf )×
×(−1)mf i−lf eiδlfAλlalfVλ(af ; r1)Y
m∗λ
λ (θr1 , ϕr1)
(3.93)
ou`
























ulf (kf , r2)Ra(r2) (3.95)
Pour avoir Aλlalf 6= 0, les re`gles de se´lection des coefficients 3j imposent :

la + lf + λ pair
|la − λ| ≤ lf ≤ la + λ
mf = ma +mλ
(3.96)
Les fonctions d’ondes ψ−kf (r2) et φa(r2) n’e´tant pas fonctions propres du meˆme hamil-
tonien, elles ne sont pas orthogonales. Le second terme du potentiel de transition est donc
non nul et vaut :
V e
(2)






i−laeiδlaY mala (θkf , ϕkf )
∫ ∞
0
dr2r2ula(kf , r2)Ra(r2) (3.97)
ou` δla est le de´phasage calcule´ pour une impulsion kf et un moment angulaire la.




∣∣∣V e(1)T (af ; r1)∣∣∣ψ+ki(r1)〉 − 〈φb(r1)∣∣∣V e(2)T (af ; r1)∣∣∣ψ+ki(r1)〉
soit T eab = T
e(1)
ab − T e(2)ab
(3.98)
A` l’aide du de´veloppement en ondes partielles de l’onde libre incidente (e´q. (3.61a)), le


















(θkf , ϕkf )
(3.99)
ou` Aλlalf est de´fini par l’expression (3.94) et












dr1r1Rb(r1)Vλ(af ; r1)uli(ki, r1) (3.101)
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Les re`gles de se´lection imposent :

li + lb + λ pair
|li − lb| ≤ λ ≤ li + lb
mλ = −mb
(3.102)




















ou` δlb est le de´phasage calcule´ pour une impulsion ki et un moment angulaire lb et δla est
le de´phasage calcule´ pour une impulsion kf et un moment angulaire la. Le symbole de
Kronecker δ0mb indique que ce terme est non nul uniquement si le moment magne´tique de
l’e´tat lie´ final est nul.
Section efficace totale d’excitation collisionnelle nala → nblb pour une couche
multie´lectronique
Pour de´terminer la section efficace de transition de l’e´tat a de nombres quantiques
nalama vers l’e´tat b de nombres quantiques nblbmb, nous conside´rons les e´tats de spins
diffe´rents comme e´tant de´ge´ne´re´s. Compte tenu du fait qu’il existe trois e´tats de spin
syme´triques et un e´tat de spin antisyme´trique, la probabilite´ d’obtenir un e´tat triplet est
trois fois plus importante que celle d’obtenir un e´tat singulet. Par conse´quent, la section









|T dab + T eab|2 +
3
4
|T dab − T eab|2
]
(3.104)
De plus, sachant que nous ne prenons pas en compte la structure fine atomique, la
de´ge´ne´rescence des e´tats finaux mb conduit a` simplement sommer les sections sur ces
diffe´rents niveaux pour obtenir la section vers un e´tat nblb. Pour de´terminer la section
d’excitation a` partir d’un e´tat nala, il est ne´cessaire de moyenner sur les diffe´rents sous-
e´tats ma initiaux. Ces e´tats e´tant de´ge´ne´re´s, l’e´quire´partition des populations conduit a`









ou` gnala = 2la + 1 de´signe la de´ge´ne´rescence en m de l’e´tat initial.
L’expression pre´ce´dente permet de de´terminer la section efficace totale d’excitation
d’un e´lectron. Cependant, si cet e´lectron se situe sur une sous-couche multie´lectronique
compose´e de Neq e´lectrons, il faut alors tenir compte de cet environnement. Suivant le
95
Chapitre 3. Ame´lioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’e´tats excite´s
mode`le a` e´lectrons inde´pendants de´crit au paragraphe 3.2, la section doit alors eˆtre mul-
tiplie´e par le nombre d’e´lectrons e´quivalents de cette couche (e´q. (3.26)). Finalement, la
section efficace totale d’excitation d’un e´lectron d’une couche comportant Neq e´lectrons
















|T dab + T eab|2 +
3
4
























(a) Sections totales d’excitation DWBA
Ar8+(nala) + e

























(b) Sections totales d’excitation DWBA
Ar16+(nala)+e
− → Ar16+(nblb)+e−
Fig. 3.4 – Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles dans l’approximation des
ondes distordues (e´q. (3.106)) pour deux ions Arq+. Les sections moyenne´es
sur les sous-niveaux magne´tiques sont repre´sente´es en fonction du rapport X
de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei a` l’e´nergie de la transition conside´re´e
Eab = Eb−Ea. Donne´es de re´fe´rence (×) [IAEA ] ; (- -) sections calcule´es sans
prendre en compte l’e´change des e´lectrons ; (—) sections calcule´es en prenant
en compte l’e´change des e´lectrons.
La figure 3.4 pre´sente les re´sultats obtenus a` l’aide de l’e´quation (3.106) pour deux
ions Arq+. Les sections efficaces totales pour des transitions Arq+(nala, Ea) + e
−(Ei) →
Arq+(nblb, Eb) + e
−(Ef ) de l’e´tat fondamental vers un e´tat excite´ ou pour des transitions
entre e´tats excite´s sont repre´sente´es en fonction du rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron
incident Ei a` l’e´nergie de la transition Eab = Eb − Ea. La figure pre´sente les re´sultats
obtenus avec ou sans le terme d’e´change (auquel cas, le terme T eab est nul dans l’expression
(3.106)) et compare ces re´sultats aux donne´es recommande´es par l’IAEA (”International
Atomic Energy Agency”)[IAEA ]. Pour ces donne´es de re´fe´rence, la structure atomique
est de´termine´e a` l’aide de la me´thode Hartree-Fock incluant diverses corrections (relati-
viste, interaction spin-orbite, terme de Darwin) ; les sections sont ensuite calcule´es a` l’aide
de l’approximation des ondes distordues. A` partir de la figure 3.4, plusieurs remarques
peuvent eˆtre faites :
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– La description simple de la structure atomique a` l’aide de l’approche potentiel-
mode`le donne d’excellents re´sultats pour le calcul des sections totales d’excitation
quels que soient les e´tats conside´re´s ;
– L’influence de l’indiscernabilite´ des e´lectrons (terme d’e´change) n’est effective que
pour un rapport X de l’ordre de quelques unite´s ;
– La prise en compte de l’e´change des e´lectrons, bien que n’ayant qu’une faible in-
fluence, permet de reproduire plus fide`lement l’allure des sections, notamment au
seuil (X & 1).
Ainsi, la description employe´e pour de´terminer les sections efficaces d’excitation col-
lisionnelles nous permet d’obtenir des re´sultats en tre`s bon accord avec les donne´es de
re´fe´rence. Il est cependant important de noter que les sections sont e´value´es selon une ap-
proche perturbative. Par conse´quent, les donne´es obtenues au seuil sont imparfaites (cette
approche ne permet par exemple pas de mettre en e´vidence les re´sonances [Griffin D. et
al. 93]).
3.3.2.2 Section efficace totale d’ionisation collisionnelle
Pour de´terminer la section efficace totale d’ionisation, nous suivons le meˆme raisonne-
ment que pour l’excitation. Nous conside´rons le meˆme syste`me qu’au paragraphe 3.3.2.1,
tel qu’un e´lectron incident d’e´nergie Ei interagit avec un ion compose´ d’un coeur ionique
(noyau de charge Z + (p − 1) e´lectrons) et d’un e´lectron actif dans un e´tat initial lie´












+ Vmod(r2) + Vdis(r1)︸ ︷︷ ︸
Hi
+Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1)︸ ︷︷ ︸
vi
(3.107)
Il est important de noter que, dans le cas de l’ionisation, la de´composition du hamiltonien
total n’est pas identique dans la voie initiale et dans la voie finale. En effet, le potentiel vi,
qui est a` courte porte´e dans la voie initiale, ne l’est plus ne´cessairement dans la voie finale
(les coordonne´es r1 et r2 des deux e´lectrons tendent alors vers l’infini). Cependant, nous
e´valuons les sections dans le re´gime perturbatif, c’est a` dire lorsque l’e´nergie de l’e´lec-
tron incident est beaucoup plus importante que l’e´nergie de la transition conside´re´e (en
pratique cette approximation est valide de`s lors que le rapport de l’e´nergie incidente a`
l’e´nergie de la transition est de quelques unite´s). Dans ce cas, l’e´nergie de l’e´lectron e´jecte´
est faible, cet e´lectron reste alors proche du coeur ionique compare´ a` l’e´lectron diffuse´. Par
conse´quent, pour r2 ¿ r1, le potentiel perturbateur vi peut eˆtre conside´re´ comme e´tant
e´galement a` courte porte´e dans la voie finale.
Il est important de remarquer que la conservation de quantite´ de mouvement totale
dans le centre de masse implique4 :
ki = kf + ke +Q (3.108)
4Compte tenu de la diffe´rence de masse entre un e´lectron et un ion, le centre de masse est confondu
avec la position de l’ion cible.
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ou` ki,kf ,ke de´signent respectivement les vecteurs d’onde des e´lectrons incident, diffuse´ et
e´jecte´. Q repre´sente le mouvement de recul de l’ion cible. Suivant la the´orie formelle des
collisions, l’expression (3.37) doit prendre en compte la de´tection de deux particules. Les
domaines de de´tection s’e´crivent alors :
dkfdke = ρ(Ef )dEfdΩfρ(Ee)dEedΩe (3.109)
ou` la densite´ d’e´tats dans la voie finale vaut ρ(Ef )ρ(Ee) = µeµfkekf (Ef et Ee de´signent
respectivement l’e´nergie de l’e´lectron diffuse´ et l’e´nergie de l’e´lectron e´jecte´). En ne´gligeant
l’e´nergie de recul de l’ion, l’e´nergie de l’e´lectron diffuse´ peut eˆtre de´duite de la conservation
de l’e´nergie lors de la collision :
Ef = Ei + Ea − Ee (3.110)










∣∣∣〈χβ−f (r1, r2)|vi|χα+i (r1, r2)〉∣∣∣2 (3.111)
Les conditions de la collision e´tant conside´re´es comme asyme´triques (ki À ke), l’e´change







∣∣∣Vclb(|r1 − r2|)− Vclb(r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (3.112)
Nous pouvons remarquer que la se´paration de la fonction d’onde totale selon les variables
r1 et r2 sous-entend que nous ne conside´rons pas de corre´lations entre les deux e´lectrons
libres dans la voie finale. La prise en compte de ce proble`me a` trois corps a e´te´ de´veloppe´e
par C. Garibotti et J. Miraglia [Garibotti et al. 80]. Les effets de ces corre´lations dans le
cas de collisions par impact e´lectronique ainsi que l’influence de l’indiscernabilite´ des e´lec-
trons sont discute´s dans les re´fe´rences suivantes [Brauner et al. 89, Peterkop 61, Rudge
et al. 65]. Ils sont ge´ne´ralement tre`s faibles au niveau des sections totales (d’inte´reˆt dans
le pre´sent travail).
La fonction d’onde lie´e initiale est de´termine´e a` l’aide d’une base d’orbitales de type
Slater (cf. annexe B) et les fonctions d’ondes libres sont de´compose´es sur une base de
polynoˆmes de Legendre (cf. annexe C). Il est cependant important de pre´ciser que la
de´termination des fonctions d’ondes libres de´pend de l’e´lectron conside´re´. En effet, les











+ Vmod(r1) + Vclb(r1)
]




Les parties radiales uli,lf (ki,f , r1) intervenant dans les de´veloppements en ondes partielles
des fonctions d’ondes ψ±ki,kf (r1) sont calcule´es a` l’aide de l’algorithme de Numerov avec
le potentiel Vmod(r1) + Vclb(r1), et la charge prise en compte pour le calcul du de´phasage
(intervenant a` travers le parame`tre η (e´q. 3.64)) est similaire a` celle employe´e pour l’ex-
citation, soit Z − p. En revanche, dans la voie finale, e´tant donne´ que nous conside´rons
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l’e´lectron libe´re´ comme e´tant peu e´nerge´tique et proche du coeur ionique compare´ a` l’e´lec-
tron diffuse´, nous supposons que la fonction d’onde de l’e´lectron e´jecte´ est fonction propre

















Ce choix pre´sente l’avantage de conserver l’orthogonalite´ des fonctions d’ondes totales. Le
de´veloppement en ondes partielles de la fonction d’onde ψke(r2) est alors de´termine´ avec
le potentiel Vmod(r2) et la charge ressentie par cet e´lectron est Z − (p− 1).
Soit le potentiel de transition V dT (ae; r1) dans le cas coulombien tel que :
V dT (ae; r1) =
〈
ψ−ke(r2)
∣∣∣ 1|r1 − r2|
∣∣∣φa(r2)〉 − 〈ψ−ke(r2)∣∣∣ 1r1
∣∣∣φa(r2)〉
soit V dT (ae; r1) = V
d(1)
T (ae; r1) − V d(2)T (ae; r1)
(3.115)
Les fonctions d’ondes ψ−ke(r2) et φa(r2) e´tant orthogonales, le second terme V
d(2)
T (ae; r1)
















(θr1 , ϕr1) (3.116)
Le premier terme du potentiel de transition conduit a` un calcul identique a` celui de
l’expression (3.93) et l’on obtient :
V d
(1)














λ (θr1 , ϕr1)
(3.117)
ou`

























Pour avoir Aλlale 6= 0, les re`gles de se´lection des coefficients 3j imposent :

la + le + λ pair
|la − le| ≤ λ ≤ la + le
mλ = me −ma
(3.120)




∣∣∣V d(1)T (ae; r1)∣∣∣ψ+ki(r1)〉 (3.121)
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A` l’aide des de´veloppements en ondes partielles des ondes incidente et diffuse´e (e´qs 3.61),























(θkf , ϕkf )
(3.122)
ou` Aλlale est de´fini par l’expression (3.118) et












dr1ulf (kf , r1)Vλ(ae; r1)uli(ki, r1) (3.124)
Les re`gles de se´lection des symboles 3j imposent :

li + lf + λ pair
|li − λ| ≤ lf ≤ li + λ
mf = −mλ
(3.125)











En inte´grant sur les angles d’e´mission de l’e´lectron e´jecte´, on obtient la section diffe´-























(θkf , ϕkf )
∣∣∣∣∣∣
2 (3.127)
De meˆme, en inte´grant sur les angles d’e´mission de l’e´lectron diffuse´, on obtient la section






















Finalement, la section efficace totale d’ionisation d’un e´lectron appartenant a` une
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La borne supe´rieure de l’inte´gration sur l’e´nergie d’e´mission de l’e´lectron e´jecte´ est de´ter-
mine´e par conservation de l’e´nergie totale du syste`me Ei + Ea = Ef + Ee (en ne´gligeant
l’e´nergie de recul de l’ion cible). En conside´rant que l’e´lectron e´jecte´ est l’e´lectron le moins


















































(b) Sections totales d’ionisation DWBA.
E´tats excite´s.
Fig. 3.5 – (—) Sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles dans l’approximation
des ondes distordues (e´q. (3.129)) pour des ions Arq+ (e´tats fondamentaux
ou excite´s). Les sections moyenne´es sur les sous-niveaux magne´tiques sont re-
pre´sente´es en fonction du rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei au
potentiel d’ionisation du niveau conside´re´ IPa = |Ea| et compare´es aux donne´es
de re´fe´rence (×) [IAEA ].
La figure 3.5 pre´sente les re´sultats obtenus pour les sections efficaces totales d’ionisa-
tion collisionnelles (e´q. (3.129)) pour diffe´rents niveaux (fondamentaux ou excite´s) pour
des ions Arq+ en fonction de X = Ei/IPa (ou` Ei est l’e´nergie de l’e´lectron incident et
IPa = |Ea| est le potentiel d’ionisation du niveau conside´re´). Il est important de noter que
nous ne conside´rons que des processus d’ionisation vers le niveau fondamental de l’e´tat
de charge suivant. Les valeurs calcule´es sont compare´es aux donne´es recommande´es par
l’IAEA (”International Atomic Energy Agency”)[IAEA ]. Pour ces donne´es, la structure
atomique est de´termine´e a` l’aide de la me´thode Hartree-Fock [Cowan 81] et les sections
sont calcule´es dans l’approximation des ondes distordues. Nous avons choisi de comparer
nos donne´es a` ces calculs the´oriques plutoˆt qu’a` des re´sultats expe´rimentaux [Zhang et
al. 02], car les donne´es mesure´es ne discriminent pas ne´cessairement les processus de
simple ionisation, de double ionisation, d’ionisation en couche interne ou d’excitation-
autoionisation, alors que notre approche ne permet pas a` l’heure actuelle de calculer ce
type de donne´es.
Les re´sultats obtenus (fig. 3.5) indiquent que l’approche potentiel-mode`le utilise´e pour
de´crire la structure e´lectronique des ions Arq+ permet de reproduire les donne´es de re´fe´-
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rence a` quelques % pre`s pour X ≥ 2 quelque soit le niveau d’e´nergie conside´re´. Lorsque
l’e´nergie de l’e´lectron incident est proche du seuil d’ionisation (Ei ∼ IPa), l’erreur relative
par rapport aux valeurs de l’IAEA est plus importante mais reste infe´rieure a` quelques
dizaines de %. Ceci peut eˆtre duˆ au fait que l’e´change des e´lectrons n’est pas pris en
compte dans nos calculs et au fait que la description de la structure atomique joue un roˆle
plus important a` faible e´nergie.
Par conse´quent, comme pour l’excitation, les sections totales d’ionisation collision-
nelles e´value´es dans l’approximation des ondes distordues sont en tre`s bon accord avec les
donne´es de re´fe´rence.
3.3.3 A` plus haute e´nergie : l’approximation PWB
Lorsque l’e´lectron incident posse`de une e´nergie tre`s importante, la perturbation de
l’e´lectron incident par l’ion cible est faible ; elle peut alors eˆtre repre´sente´e par une onde
plane. Les meˆmes conside´rations s’appliquent dans la voie finale, les fonctions d’ondes









Par conse´quent, a` tre`s haute e´nergie, l’approximation DWBA pre´sente´e au paragraphe
pre´ce´dent peut eˆtre simplifie´e : les sections efficaces d’excitation et d’ionisation sont alors
e´value´es dans l’approximation PWBA (pour ”Plane Wave Born Approximation”). Nous
pouvons de plus remarquer que, l’e´change e´tant ne´gligeable a` haute e´nergie, seuls les
e´le´ments de matrice directs sont a` e´valuer.
3.3.3.1 Section efficace totale d’excitation collisionnelle
En conside´rant un syste`me identique au cas traite´ dans l’approximation DWBA, la
section efficace diffe´rentielle en angles d’e´mission pour une transition d’un e´tat a (nalama)











∣∣∣ 1|r1 − r2|
∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (3.133)
En utilisant l’approximation en ondes planes pour les fonctions d’onde incidente et diffu-
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ou` q = ki − kf repre´sente le transfert d’impulsion de l’e´lectron libre lors de la collision.
En plac¸ant le repe`re tel que q soit selon l’axe z, l’inte´grale sur r1 se re´duit a` :∫
dr1
eiq.(r1−r2)















λ (θr2 , ϕr2) (3.136)
ou` jλ(qr2) est une fonction de Bessel sphe´rique. q e´tant l’axe de quantification, l’isotropie
de la re´action autour de cet axe implique mλ = 0 et Y
0































Pour avoir une section non nulle, les re`gles de se´lection imposent :

la + lb + λ pair
|la − lb| ≤ λ ≤ la + lb
mb = ma
(3.140)















La section efficace totale d’excitation de l’e´tat a (de nombres quantiques nalama) vers













Or q2 = k2i + k
2
f − kikf cos θ soit 2qdq = 2kikf sin θdθ d’ou` la section efficace totale
d’excitation d’un e´tat nala vers un e´tat nblb vaut finalement (en conside´rant une couche
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avec {
qmin = ki − kf (⇔ θkf = 0)






















2 ] 4f → 5g
4s → 5s
5s → 6g3p → 5p
(a) Sections totales d’excitation
Ar5+(nala) + e
























(b) Sections totales d’excitation
Ar11+(nala) + e
− → Ar11+(nblb) + e−
Fig. 3.6 – Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles pour deux ions Arq+. Les
sections moyenne´es sur les sous niveaux magne´tiques sont repre´sente´es en fonc-
tion du rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei a` l’e´nergie de la tran-
sition conside´re´e Eab = Eb − Ea. Donne´es de re´fe´rence (×) [IAEA ] ; (—)
sections calcule´es dans l’approximation des ondes planes (e´q. (3.143)) ; (- -)
sections calcule´es dans l’approximation des ondes distordues (e´q. (3.106)).
La figure 3.6 pre´sente plusieurs sections efficaces totales d’excitation obtenues dans le
cadre de l’approximation des ondes planes pour les ions Ar5+ et Ar11+ en fonction du
rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron incident a` l’e´nergie de la transition conside´re´e. Les
donne´es de re´fe´rences proviennent de la base de donne´es de l’IAEA [IAEA ]. Les re´sultats
obtenus sont e´galement compare´s aux sections obtenues dans le cadre de l’approxima-
tion des ondes distordues (paragraphe 3.3.2.1). Nous constatons que les re´sultats obtenus
dans l’approche des ondes distordues tendent vers les donne´es PWBA a` haute e´nergie,
conforme´ment a` ce qui e´tait attendu. De plus, ces re´sultats reproduisent parfaitement les
donne´es de re´fe´rences quelles que soient les transitions conside´re´es. Ainsi l’approximation
en ondes planes peut eˆtre utilise´e pour toutes les transitions de`s lors que X & 10.
Nous pouvons par ailleurs remarquer que les sections totales d’excitation suivent un














pour une transition optiquement interdite ∆l 6= ±1 (3.145b)
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ou` A et B sont des constantes de´pendantes de chaque transition.
3.3.3.2 Section efficace totale d’ionisation collisionnelle
Suivant le meˆme raisonnement, la section efficace totale d’ionisation peut eˆtre de´termi-
ne´e dans l’approximation PWBA. L’e´le´ment de matrice Tae de l’expression (3.126) s’e´crit














ou` q = ki − kf est le transfert d’impulsion. L’inte´grale sur r1 se re´sout comme pour
l’excitation (e´q. (3.135)). En utilisant le de´veloppement (3.136) et la de´composition en












iλ−leeiδe(−1)me(2λ+ 1)Y mele (θke , ϕke)AλlaleRλlale(q) (3.147)
ou`













Pour avoir une section non nulle, les re`gles de se´lection imposent :

la + le + λ pair
|la − le| ≤ λ ≤ la + le
me = ma
(3.150)
Suivant l’expression (3.126) la section diffe´rentielle en angles d’e´mission et en e´nergie









































Suivant le meˆme principe que pour l’excitation, l’inte´gration sur les angles d’e´mission de
l’e´lectron diffuse´ s’identifie a` une inte´grale sur le module du transfert d’impulsion q.
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ou` le facteur Neq provient du mode`le a` e´lectrons inde´pendants, et Eemax = (Ei + Ea)/2



















(a) Sections totales d’ionisation
Ar6+(nala) + e




















(b) Sections totales d’ionisation
Ar13+(nala) + e
− → Ar14+ + 2e−
Fig. 3.7 – Sections efficaces d’ionisation collisionnelles pour deux ions Arq+ en fonction
du rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei au potentiel d’ionisation
du niveau conside´re´ IPa = |Ea|. Donne´es de re´fe´rence (×) [IAEA ] ; (—)
sections calcule´es dans l’approximation des ondes planes (e´q. (3.153)) ; (- -)
sections calcule´es dans l’approximation des ondes distordues (e´q. (3.129)).
Les sections totales d’ionisation collisionnelles obtenues dans l’approximation des ondes
planes (e´q. (3.153)) sont pre´sente´es sur la figure 3.7 pour plusieurs e´tats des ions Ar6+ et
Ar13+ en fonction de l’e´nergie de l’e´lectron incident normalise´e au potentiel d’ionisation du
niveau conside´re´. Ces donne´es sont compare´es aux valeurs obtenues dans l’approximation
des ondes distordues (e´q. (3.129)) et aux donne´es de re´fe´rence de l’IAEA [IAEA ].
Les re´sultats obtenus indiquent que l’approximation des ondes planes peut se substi-
tuer a` l’approche DWBA de`s lors que X ≥ 20. De plus, dans ces conditions, nous pouvons
remarquer que les valeurs obtenues par la me´thode PWBA concordent avec les donne´es de
re´fe´rence. La description simplifie´e de l’e´lectron incident (et diffuse´) par une onde plane
peut donc eˆtre utilise´e pour tous les niveaux d’e´nergie lorsque son e´nergie est vingt fois
supe´rieure a` l’e´nergie de la transition.
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3.4. Pour une e´valuation plus imme´diate des sections : expressions simplifie´es
De plus, nous pouvons remarquer que les sections totales d’ionisation collisionnelles
suivent un comportement asymptotique a` haute e´nergie. Ce comportement a e´te´ mis en







ou` A est une constante de´pendante du niveau d’e´nergie conside´re´.
3.4 Pour une e´valuation plus imme´diate des sections :
expressions simplifie´es
3.4.1 Expression semi-analytique des sections d’excitation : loi
d’e´chelle de Van Regemorter
Le calcul des sections efficaces totales d’excitation dans l’approximation des ondes dis-
tordues ou des ondes planes requiert d’importants moyens nume´riques. Afin de simplifier ce
calcul, H. Van Regemorter a de´termine´ une loi d’e´chelle semi-analytique [Van Regemorter
62]. Pour une transition d’un e´tat a (nala) vers un e´tat b (nblb), la section d’excitation d’un











ou` EH=13,6 eV, fab est la force d’oscillateur associe´e a` la transition a→ b,X = Ei/Eab est
le rapport de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei sur l’e´nergie de la transition Eab = Eb−Ea,
et g(X) est le facteur de Gaunt. Celui-ci est de´termine´ suivant R. Mewe [Mewe 72] :
g(X) = 0, 15 + 0, 28 lnX (3.156)
Les forces d’oscillateur fab d’un e´tat de nombre quantique orbital la vers un e´tat de nombre










drr3Rla(r)Rlb(r) et Rla,lb(r) sont respectivement les parties radiales des
fonctions d’onde initiale et finale de l’e´lectron subissant la transition. Dans le cadre de
l’interaction laser-agre´gat, les termes Rab sont calcule´s pour chaque transition de chaque
e´tat de charge dans une base d’orbitales de type Slater en utilisant le potentiel-mode`le
de´fini au paragraphe 3.1.2 (cf. annexe B).
Nous pouvons remarquer que l’expression de Van Regemorter de´coule des sections
d’excitation calcule´es dans l’approximation des ondes planes. En effet, en conside´rant un
faible transfert d’impulsion q entre l’e´lectron incident et l’e´lectron diffuse´, le terme eiq.r2
intervenant dans l’e´le´ment de matrice de transition (e´q. (3.134)) peut eˆtre de´veloppe´ en
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se´ries de Taylor eiq.r2 ∼ 1 + iq.r2. L’inte´grale sur la coordonne´e r2 s’apparente alors a`
l’e´le´ment de matrice intervenant dans le calcul de la force d’oscillateur (cf. annexe D).
Ainsi le calcul de la section efficace d’excitation se re´duit a` l’expression de Van Regemor-
ter. Le facteur de Gaunt permet de corriger cette expression afin d’ajuster les re´sultats


























(a) Sections totales d’excitation
Ar4+(nala) + e

























(b) Sections totales d’excitation
Ar13+(nala) + e
− → Ar13+(nblb) + e−
Fig. 3.8 – Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles de´termine´es selon l’expres-
sion de Van Regemorter (3.155) pour les ions Ar4+ et Ar13+ (—). Les re´sultats,
compare´s aux donne´es de re´fe´rence (× ) [IAEA ],sont pre´sente´s en fonction
du rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei a` l’e´nergie de la transition
conside´re´e Eab = Eb − Ea.
La figure 3.8 pre´sente les sections totales d’excitation collisionnelles obtenues avec
l’expression semi-analytique de Van Regemorter pour l’Ar4+ et l’Ar13+ en fonction du
rapport X de l’e´nergie incidente a` l’e´nergie de la transition conside´re´e. En comparant les
re´sultats obtenus par rapport aux donne´es de re´fe´rence [IAEA ], nous constatons que
l’expression de Van Regemorter permet de de´terminer les sections d’excitation avec une
pre´cision limite´e (l’erreur relative peut parfois atteindre 100%). Ceci provient notamment
du fait que l’expression du facteur de Gaunt employe´e (e´q. 3.156) est une valeur moyenne´e
sur un grand nombre de sections de diffe´rents ions.
Il est inte´ressant de noter que l’expression de Van Regemorter permet de relier l’ex-
citation collisionnelle et la photoexcitation par l’interme´diaire de la force d’oscillateur.
Cependant cette expression n’est utilisable que pour des transitions dipolaires e´lectriques
(lb = la ± 1). Or, les collisions e´lectron-ion n’imposent aucune restriction concernant les
transitions. Par conse´quent, cette expression peut eˆtre utilise´e en premie`re approximation
dans le cadre de l’interaction laser-agre´gat pour e´valuer l’influence des processus d’excita-
tion collisionnels, mais une me´thode plus e´labore´e (DWBA ou PWBA) est ne´cessaire afin
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d’obtenir des re´sultats plus pre´cis.
3.4.2 Section efficace totale d’ionisation : Expression de Lotz
Afin de de´terminer les sections efficaces totales d’ionisation par impact e´lectronique,
W. Lotz a obtenu une expression semi-empirique [Lotz 68]. Pour un e´lectron d’e´nergie Ei
incident sur un ion (ou atome) dont la couche de valence comporte Neq e´lectrons, la section
d’ionisation d’un e´lectron de cette couche externe dans un e´tat a de nombres quantiques




ou` a = 4, 5× 10−18eV2m2 est une constante de´termine´e empiriquement.
Cette expression semi-empirique de´rive de l’expression obtenue dans l’approximation
des ondes planes. Le de´veloppement en se´rie de Taylor du terme eiq.r2 conduit a` l’ap-
proximation de Bethe (cf. [Bransden et al. 03] p739) pour laquelle les sections totales
d’ionisation varient selon σ ∝ lnEi
Ei
. Il est e´galement inte´ressant de noter que le facteur Neq
























(a) Sections totales d’ionisation






















(b) Sections totales d’ionisation
pour divers e´tats excite´s.
Fig. 3.9 – Sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles de´termine´es selon l’expres-
sion de Lotz (e´q. 3.158) pour plusieurs niveaux d’e´nergie (fondamentaux et
excite´s) pour des ions Arq+ (—). Les re´sultats, compare´s aux donne´es de re´-
fe´rence (× ) [IAEA ],sont pre´sente´s en fonction du rapport X de l’e´nergie de
l’e´lectron incident Ei au potentiel d’ionisation du niveau conside´re´ IPa.
La figure 3.9 pre´sente les sections efficaces d’ionisation collisionnelles obtenues a` l’aide
de l’expression de Lotz pour divers niveaux d’e´nergie d’ions Arq+ en fonction de l’e´nergie
de l’e´lectron incident Ei normalise´e au potentiel d’ionisation de l’e´tat conside´re´ IPa = |Ea|.
Compte tenu de la simplicite´ de l’e´quation (3.158), les donne´es de re´fe´rence [IAEA ] sont
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convenablement reproduites par l’expression analytique que ce soit pour des e´tats fonda-
mentaux ou pour des e´tats excite´s. Il est e´galement inte´ressant de constater que, lorsque
l’e´nergie de l’e´lectron incident est proche de l’e´nergie d’ionisation du niveau conside´re´,
l’erreur relative obtenue sur les valeurs calcule´es est du meˆme ordre de grandeur que les
donne´es DWBA (fig. 3.5).
L’expression semi-empirique de Lotz permet par conse´quent de correctement de´termi-
ner les sections efficaces d’ionisation collisionnelles de tout les e´tats pris en compte. Nous
avons par ailleurs compare´ ces re´sultats a` une expression analytique plus complexe [Bur-
gess et al. 83] et nous avons pu ve´rifie´ que sur l’ensemble des niveaux d’e´nergie e´tudie´s,
cette expression ne donne pas de meilleurs re´sultats.
3.5 Inclusion des e´tats excite´s dans le mode`le nano-
plasma
La description des ions (ou atomes) d’argon a` l’aide de l’approche potentiel-mode`le
et la de´termination des sections efficaces collisionnelles nous permet d’inclure des e´tats
excite´s interme´diaires dans la dynamique de l’ionisation de l’agre´gat. Compte tenu du
nombre e´leve´ d’e´tats excite´s nlm par ion et du nombre d’e´tats de charge, nous avons e´te´
amene´s a` regrouper les e´tats selon leurs e´nergies d’ionisation.
3.5.1 Regroupement des e´tats excite´s en configurations
La prise en compte d’e´tats excite´s nl dans le mode`le nanoplasma peut conduire a` un
nombre tre`s e´leve´ d’e´quations couple´es (cf. syste`me (2.88)) dont la re´solution nume´rique
devient alors prohibitive. En pratique, il est possible de regrouper ces niveaux d’e´nergie
sous forme de couches d’e´tats, d’une manie`re identique a` celle commune´ment utilise´e pour
la description de plasmas dans les mode`les collisionnels-radiatifs [Summers et al. 06].
Seule l’e´volution de ces couches d’e´tats (ou configurations) est alors conside´re´e dans le
mode`le, ce qui permet de notablement re´duire le nombre d’e´quations couple´es. Ceci re-
quiert cependant la de´termination des e´nergies moyennes de ces couches d’e´tats ainsi que
les sections efficaces moyennes des transitions correspondantes.
En regroupant les e´tats d’un meˆme nombre quantique principal n (ces e´tats ayant une
e´nergie d’ionisation relativement proche), la de´termination de l’e´nergie moyenne associe´e
a` cette configuration ne´cessite de connaˆıtre la distribution des populations de chacun des
sous-e´tats. En conside´rant le nanoplasma comme e´tant a` l’e´quilibre thermodynamique
local (le milieu est domine´ par des collisions suffisamment nombreuses pour assurer la
thermalisation du syste`me), le rapport des deux populations de deux niveaux nl et nl′
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E13,3 = −311, 2



















Fig. 3.10 – Regroupement des niveaux excite´s de l’Ar13+(1s22s22p) en couches d’e´tats.
E13,n est l’e´nergie moyenne d’une configuration n. W
n→n′
13 de´signe le taux
d’excitation moyen entre ces couches et W n→²13 repre´sente le taux d’ionisation
d’une configuration n.
ou` Eq,nl est l’e´nergie d’ionisation de l’e´tat nl pour un ion de charge q. Sachant que les
e´tats d’un meˆme nombre quantique n sont proches en e´nergie, cette loi peut eˆtre simplifie´e
en conside´rant que (Eq,nl′−Eq,nl)/kBTe ¿ 1. L’e´nergie moyenne d’une configuration n est






(2l + 1)Eq,nl (3.160)
L’inclusion de ces couches d’e´tats excite´s dans le mode`le nanoplasma requiert e´gale-
ment la de´termination des taux de transitions moyens entre ces configurations. Pour cela,
suivant le meˆme principe, les sections efficaces de transition sont moyenne´es a` l’aide de la









ou` σnala→nblb,²q de´signe les sections efficaces d’excitation ou d’ionisation (DWBA : e´qs
(3.106) et (3.129), PWBA : e´qs (3.143) et (3.153), Van Regemorter e´q. (3.155) ou Lotz :
e´q. (3.158)) pour un e´tat de charge q. La figure 3.10 illustre le regroupement des e´tats
excite´s de l’Ar13+ en couches d’e´tats ainsi que les taux de transitions moyens correspondant
a` ces configurations. Il est important de remarquer que tout les e´tats fondamentaux des
diffe´rents e´tats de charge ne sont pas regroupe´s en configurations, ceci afin de clairement les
distinguer des e´tats excite´s. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que le regroupement en couches
d’e´tats de meˆme nombre quantique n conduit a` une e´volution identique a` celle inhe´rente a`
la prise en compte d’e´tats excite´s nl. Ce formalisme nous permet par conse´quent de re´duire
le nombre d’e´quations couple´es sans perte de pre´cision quant a` l’e´volution de l’agre´gat.
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3.5.2 E´valuation pratique des taux de transitions moyens
L’expression semi-analytique de Van Regemorter permet seulement de de´terminer les
sections totales d’excitation dipolaires e´lectriques. Or, les processus collisionnels interve-
nant dans l’e´volution du nanoplasma n’imposent aucune re`gle de se´lection. En pratique,
afin d’inclure les e´tats excite´s dans le mode`le nanoplasma, nous avons donc de´veloppe´
un code nume´rique qui nous permet de calculer les sections efficaces totales d’excita-
tion DWBA et PWBA pour tous les e´tats de charge et toutes les transitions conside´re´es
(nala → nblb;na 6= nb). Celles-ci sont ensuite tabule´es de la fac¸on suivante :
– Afin de correctement de´crire le seuil, pour un rapport X de l’e´nergie de l’e´lectron
incident a` l’e´nergie de la transition conside´re´e compris entre 1 et 11, les sections
sont calcule´es a` l’aide de l’approximation des ondes distordues (e´q. (3.106)) ; cepen-
dant, les effets duˆs a` l’indiscernabilite´ des e´lectrons e´tant ne´gligeables pour X & 2,
l’e´change n’est pas pris en compte.
– Puis, pour des e´nergies incidentes telles que X ≥ 11, les sections totales d’excita-
tion sont calcule´es a` l’aide de l’approximation des ondes planes jusqu’a` une e´nergie
maximale de 50 keV (cette e´nergie e´leve´e est ne´cessaire afin d’effectuer le calcul des
taux d’excitation (cf. e´q. (3.162)).
Les sections efficaces d’ionisation de tout les e´tats nl conside´re´s sont de´termine´es a`
l’aide de l’expression semi-empirique de Lotz (3.158). En effet, au paragraphe 3.4.2, nous
avons constate´ que cette expression permet de correctement e´valuer les sections efficaces
totales d’ionisation quelque soit le niveau nl conside´re´.
En pratique, pour inclure les e´tats excite´s dans le mode`le nanoplasma, nous commen-
c¸ons d’abord par regrouper les e´tats nl en configurations. Par conse´quent, les sections ef-
ficaces d’excitation entre configurations et les sections d’ionisation de ces couches d’e´tats
sont de´termine´es en moyennant statistiquement les sections d’excitation tabule´es et les
sections de Lotz selon l’expression (3.161). Connaissant les sections moyennes pour les
configurations conside´re´es, les taux d’excitation et d’ionisation sont alors de´termine´s en
inte´grant les sections sur une distribution maxwellienne :
W na→nb,²q [s
−1] = ne〈σna→nb,²q ve〉 (3.162)
Ce calcul est effectue´ en utilisant une distribution normale a` la tempe´rature Te a` laquelle
s’ajoute une composante duˆe a` l’acce´le´ration des e´lectrons selon l’axe de polarisation de
l’impulsion laser, selon le meˆme principe que celui de´crit au paragraphe 2.5.2.
3.5.3 Modification des e´quations d’e´volution
L’inclusion d’e´tats excite´s interme´diaires dans la description de la dynamique de l’agre´-
gat conduit a` la modification des e´quations d’e´volution du mode`le originel (syste`me
(2.88)). Tout d’abord, les collisions e´lectron-ion induisant des processus d’excitation en-
traˆınent une perte d’e´nergie de l’e´lectron incident. Ceci se traduit par l’apparition d’un
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(Eq,n′ − Eq,n)W n→n′q Nq,n (3.163)
Le syste`me d’e´quations couple´es, qui doit alors e´galement prendre en compte l’e´volu-






























(12R2 − λ2e) pour λe < R



































































































ou`, pour un e´tat de charge q donne´, les populations des e´tats fondamentaux Nq,nl ont e´te´
se´pare´es des couches d’e´tats excite´s Nq,n′ . Les conditions initiales du syste`me sont telles
que :
– la vitesse d’expansion de l’agre´gat est nulle vexp = 0 ;
– le rayon de l’agre´gat est e´gal au rayon initial R = R0 ;
– la charge totale de l’agre´gat est nulle Q = 0 ;
– la population d’atomes neutres est e´gale au nombre d’atomes dans l’agre´gat N0,3p =
N ;
– les populations de tout les autres e´tats de charge (e´tats fondamentaux ou excite´s)
sont nulles, Nq,nl = Nq,n = 0 ;
– le nombre d’e´lectrons libres dans l’agre´gat est nul Ne = 0 ;
113
Chapitre 3. Ame´lioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’e´tats excite´s
– et la tempe´rature e´lectronique initiale est nulle kBTe = 0.
3.6 Conclusion
La description de la structure e´lectronique a` l’aide de l’approche potentiel-mode`le ainsi
que l’e´valuation des sections efficaces d’excitation collisionnelles dans l’approximation des
ondes distordues (et des ondes planes a` plus haute e´nergie) et l’e´valuation des sections
efficaces totales d’ionisation collisionnelles a` l’aide de l’expression semi-empirique de Lotz
nous permet d’inclure des processus d’ionisation d’ordre supe´rieur dans la description de la
dynamique de l’interaction laser-agre´gat. Ainsi, le nombre de couches d’e´tats excite´s peut
eˆtre augmente´ jusqu’a` obtenir une dynamique d’ionisation converge´e. L’influence de l’in-
troduction d’e´tats excite´s et les re´sultats obtenus dans le cadre de ce mode`le nanoplasma






une densite´ d’e´lectrons libres
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4.1. Mode`le d’e´cran pour l’interaction laser-agre´gat : l’approche de Gupta et Rajagopal
D’apre`s les re´sultats pre´liminaires obtenus a` l’aide du mode`le nanoplasma, nous avons
pu observer que la densite´ d’e´lectrons libres au sein de l’agre´gat peut eˆtre tre`s importante.
R. Santra et C. Greene ont de´montre´, pour des agre´gats de xe´non, que les phe´nome`nes
d’e´cran induits par la densite´ de charges accroissent significativement l’absorption de pho-
tons VUV (λ=109 nm) [Santra et al. 03]. Par conse´quent, ceci peut significativement
modifier la dynamique de l’interaction. Afin de prendre en compte cet effet dans le mo-
de`le nanoplasma, nous avons donc e´tudie´ l’influence de cet environnement sur le potentiel
d’interaction entre les particules charge´es de l’agre´gat. En effet, l’e´nergie de liaison d’un
e´lectron peut eˆtre perturbe´e par la densite´ d’e´lectrons libres environnantes [Gets et al.
06]. De meˆme, l’interaction entre un e´lectron libre incident et un ion e´tant modifie´e, les
probabilite´s d’excitation ou d’ionisation par impact e´lectronique vont e´galement eˆtre dif-
fe´rents d’un syste`me isole´.
Dans un premier temps, ce chapitre pre´sente le potentiel d’e´cran que nous avons utilise´
afin de mode´liser l’interaction e´lectron-ion dans le cadre de la description de la dynamique
de l’interaction laser-agre´gat. Puis, la seconde partie met en e´vidence l’influence de ce po-
tentiel sur les niveaux d’e´nergie et les fonctions d’onde de plusieurs ions Arq+ dans diverses
conditions de densite´ et de tempe´rature e´lectroniques caracte´ristiques de l’e´volution du
nanoplasma. La modification des sections efficaces d’excitation et d’ionisation est ensuite
expose´e dans la troisie`me partie de ce chapitre. Et enfin, la quatrie`me et dernie`re section
pre´sente comment ces phe´nome`nes d’e´cran sont inclus dans le mode`le nanoplasma.
4.1 Mode`le d’e´cran pour l’interaction laser-agre´gat :
l’approche de Gupta et Rajagopal
L’interaction d’une impulsion laser avec un agre´gat de gaz rare conduit a` la forma-
tion d’un plasma dont les caracte´ristiques e´voluent rapidement au cours du temps. Le
parame`tre de de´ge´ne´rescence γ, qui est le rapport de la tempe´rature de Fermi TF a` la
tempe´rature e´lectronique Te, permet de distinguer les plasmas ”classiques” (γ ¿ 1) des











Au tout de´but de l’interaction, les e´lectrons peu e´nerge´tiques libe´re´s par le champ laser in-
duisent une densite´ e´lectronique tre`s e´leve´e au sein de l’agre´gat (de l’ordre de 1022 cm−3).
En quelques dizaines de femtosecondes, celui-ci devient alors un plasma de´ge´ne´re´ quasi-
me´tallique. Puis, sous l’influence du chauffage par bremsstrahlung inverse ainsi que de la
dilatation du nanoplasma, le syste`me e´volue en quelques centaines de femtosecondes vers
un plasma classique. L’agre´gat traverse ainsi des conditions de densite´ et de tempe´rature
e´lectroniques tre`s varie´es au cours de son e´volution.
De par son importance dans de nombreux domaines de la physique, la description
117
Chapitre 4. Interaction e´lectron-ion : influence des phe´nome`nes d’e´cran
d’un atome (ou d’un ion) plonge´ dans un gaz d’e´lectrons a` tempe´rature finie est le sujet
de nombreuses recherches the´oriques. Il existe diffe´rents potentiels qui permettent de mo-
de´liser l’influence des e´lectrons environnants. Parmi ceux-ci, le potentiel de Debye-Hu¨ckel
pre´sente l’avantage d’eˆtre analytique et simple d’utilisation. Pour un noyau de charge Z,
il prend la forme :







est la longueur d’e´cran de Debye. Ce potentiel est valide dans la limite
des faibles densite´s et hautes tempe´ratures (soit pour un plasma classique). En effet, dans
ce cas, l’e´nergie cine´tique moyenne des particules est beaucoup plus importante que leur
e´nergie d’interaction, et les effets de corre´lation peuvent donc eˆtre conside´re´s comme une
perturbation par rapport au comportement du gaz parfait. Dans ces conditions, la densite´
de particules perturbatrices peut eˆtre obtenue en line´arisant la distribution statistique de
Maxwell-Boltzmann. L’expression (4.2) est alors obtenue a` l’aide de l’e´quation de Poisson
et de la condition de neutralite´ du milieu.
Dans un premier temps, nous avons par conse´quent essaye´ d’e´valuer l’influence des phe´-
nome`nes d’e´cran dans la dynamique de l’agre´gat a` l’aide du potentiel de Debye-Hu¨ckel.
Cependant, au tout de´but de l’interaction, l’ionisation par effet de champ produit un
grand nombre d’e´lectrons de faible e´nergie. Le rapport de l’e´nergie cine´tique a` l’e´nergie
potentielle e´lectronique est alors tre`s faible, le plasma est de´ge´ne´re´ et le mode`le d’e´cran
de Debye-Hu¨ckel n’est pas adapte´. Celui-ci surestime les effets d’e´cran et conduit a` des
re´sultats non physiques (les atomes d’argon sont entie`rement ionise´s en quelques femto-
secondes). Ces re´sultats nous ont conduit a` utiliser un mode`le plus sophistique´ et adapte´
aux conditions de densite´ et de tempe´rature variables rencontre´es par le plasma au cours
de l’interaction laser-agre´gat. Il existe diffe´rentes approches pre´sente´es dans la litte´rature
[Dharma et al. 81, Perrot et al. 84]. Nous avons choisi le mode`le de´veloppe´ par U. Gupta
et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 79] qui est suffisamment sophistique´ pour correctement
de´crire les phe´nome`nes d’e´cran dans le cadre du mode`le nanoplasma.
4.1.1 Modification de l’interaction e´lectron-ion en pre´sence d’une
densite´ d’e´lectrons libres
4.1.1.1 Expression du potentiel d’interaction e´lectron-ion
Conside´rons un noyau de charge Z plonge´ dans un gaz d’e´lectrons de densite´ ne a`
l’e´quilibre thermodynamique a` la tempe´rature Te. Le potentiel d’interaction d’un e´lectron
avec ce noyau s’e´crit [Gupta et al. 79, Gupta et al. 81, Gupta et al. 82] :









ou` le potentiel de Hartree (second terme du membre de droite) de´crit l’interaction de
l’e´lectron de coordonne´e r avec la densite´ ρ(r) de charges environnantes (cette expression
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ne prend pas en compte les termes d’e´change et de corre´lation bien que ceux-ci aient
e´galement e´te´ e´tudie´s par U. Gupta et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 80a, Gupta et al.
80b]). En passant dans l’espace des impulsions q et en utilisant les proprie´te´s du produit
de convolution, on obtient :







U. Gupta et A.K. Rajagopal supposent que la densite´ de charges re´pond line´airement au
potentiel :
ρ(q) = χ(q; ρ, Te)VGR(q; ρ, Te) (4.5)
ce qui permet de re´e´crire le potentiel sous la forme :








soit dans l’espace des positions :













La fonction de re´ponse χ(q; ρ, Te) est de´termine´e suivant la fonction de Lindhard statique
[Lindhard 54] ge´ne´ralise´e aux tempe´ratures non-nulles [Ashcroft et al. 76] :





²p − ²p+q (4.8)
ou` ²p = ~






avec β = (kBTe)
−1 et µ est le potentiel chimique associe´ au gaz d’e´lectrons. Le changement
de variable k = p+ q et l’inte´gration angulaire de l’e´quation (4.8) conduit a` :







∣∣∣∣1 + 2k/q1− 2k/q
∣∣∣∣ (4.10)






ou` kF = (3pi
2ne)
1/3 est le vecteur de Fermi associe´ a` l’e´nergie de Fermi EF = ~
2k2F/2me
et TF = EF/kB est la tempe´rature de Fermi.
Le potentiel effectif VGR(r; ρ, Te) s’e´crit finalement :










1 + ξ2(Q;ne, Te)/Q2
(4.12)
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ou` la fonction ξ2(Q;ne, Te) vaut :

















et α(t) = µ
EF
est le potentiel chimique normalise´ a` l’e´nergie de Fermi.
En pratique, suivant la me´thode de U. Gupta et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 81],
l’e´valuation nume´rique du potentiel peut eˆtre simplifie´e en re´e´crivant celui-ci sous la forme :


















En effet, l’e´le´ment de l’inte´grant entre parenthe`ses de´croˆıt alors en Q−5 et l’inte´gration
jusqu’a` une (faible) valeur Qmax est suffisante.
4.1.1.2 E´valuation du potentiel chimique
Le potentiel chimique µ est de´termine´ en utilisant les proprie´te´s d’un gaz parfait d’e´lec-








3pi2 est la densite´ d’e´tats d’e´nergie ² et fFD(²) = (e
β(²−µ) +1)−1 est la
distribution de Fermi-Dirac. Les e´lectrons e´tant conside´re´s comme libres et inde´pendants,











Finalement, en utilisant les coordonne´es re´duites (4.11), on obtient l’e´quation transcen-









ou` α(t) = µ
EF
.
La re´solution de cette e´quation par la me´thode de Descartes permet de de´terminer
α(t) et donc le potentiel chimique du gaz d’e´lectrons. La figure 4.1 pre´sente l’e´volution de
la fonction α(t) en fonction du parame`tre t = Te/TF (bien que U. Gupta et coll. appellent
ce parame`tre ”la tempe´rature re´duite”, t de´pend e´galement de ne par l’interme´diaire de
TF ).
En pratique, en vue d’une utilisation intensive du potentiel, nous avons de´termine´ des
expressions analytiques pour la fonction α(t). Tout d’abord, des expressions asymptotiques
peuvent eˆtre obtenues pour t → 0 et t → ∞ en de´veloppant l’inte´grale (4.17) selon la
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Fig. 4.1 – Potentiel chimique re´duit α(t) en fonction de t = Te/TF pour t ∈ [0; 1] (a),
pour t ∈ [1; 2, 5] (b), et pour t ∈ [1, 5; 2] (c). Valeurs de´termine´es en re´sol-
vant nume´riquement l’e´quation (4.17) (—) ; forme asymptotique (4.18) (· · ·) ;
forme asymptotique (4.19) (- -) ; expressions analytiques (4.20) (-+-) ; formule
d’interpolation de Dharma-Wardana et Taylor [Dharma et al. 81] (- · -).
variable z = exp(α(t)/t) [Huang 63] (pour z À 1 et z ¿ 1 respectivement) :
lim
t→0























Nous avons ve´rifie´ que pour t ≤ 0, 2, l’erreur relative des re´sultats obtenus a` l’aide de
l’expression (4.18) par rapport aux re´sultats nume´riques est infe´rieure a` 10−3 (cf. figure
(4.1(a))), alors que l’e´quation (4.19) reproduit les donne´es nume´riques avec la meˆme pre´-
cision pour t ≥ 3, 8 (cf. figure 4.1(b)). Nous pouvons par ailleurs remarquer que les ex-
pressions ci-dessus sont plus pre´cises que celles provenant des re´fe´rences [Gupta et al.
79, Dharma et al. 81] (par exemple, l’expression de M. Dharma-wardana et R. Taylor
pour t→∞ n’est valide a` 10−3 pre`s que pour t ≥ 15, 5).
Pour des valeurs interme´diaires, nous avons de´termine´ empiriquement des expressions
analytiques pour la fonction α(t). Nous nous sommes assure´s que, dans les domaines de
validite´ indique´s, ces e´quations donnent des re´sultats dont l’erreur relative par rapport
aux valeurs nume´riques est infe´rieure a` 10−3 :
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Γ(pit;A2) + E2Υ(t)Ω(pit;B2, C2)
]







Γ(pit;A3) + E3Υ(t)Ω(pit;B3, C3)
]






Γ(pit;A4) + E4Υ(t)Ω(pit;B4, C4) pour 1, 23 ≤ t ≤ 1, 85
Υ(t)Ω(pit;B5, C5) pour t ≥ 1, 83
ou` les fonctions Υ(t), Γ(pit;A) et Ω(pit;B,C) sont de´finies selon :

Υ(t) = t






















et les constantes Ai, Bi, Ci, Di et Ei sont donne´es dans le tableau 4.1.
i Ai Bi Ci Di Ei
1 0,23 - - - -
2 0,175 16,4 -9,7 54,0 2,15
3 2, 04.10−3 -8,6 45,4 0,989 -0,0724
4 0,138 -1,16 88,2 1,87 0,952
5 - 1,99 36,0 - -
Tab. 4.1 – Valeur des parame`tres Ai, Bi, Ci, Di et Ei pour les expressions analytiques du
potentiel chimique re´duit (e´qs (4.20)).
La figure 4.1 pre´sente la variation du potentiel chimique re´duit α(t) en fonction de t.
La comparaison des valeurs obtenues a` l’aide des expressions asymptotiques (e´q. (4.18))
et des re´sultats issus de la re´solution nume´rique de l’e´quation (4.17) met en e´vidence les
limites de validite´ de ces expressions (figs 4.1(a) et 4.1(b)). Pour des valeurs interme´-
diaires, la figure 4.1(c) indique que les expressions analytiques (4.20) sont plus pre´cises
que la formule d’interpolation propose´e par M. Dharma-wardana et R. Taylor[Dharma et
al. 81].
Nous avons par conse´quent utilise´ ces expressions analytiques pour de´terminer le po-
tentiel chimique intervenant dans l’expression du potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal.
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4.1.2 Expressions simplifie´es du potentiel : cas limites
Les expressions (4.13) et (4.14) permettent de de´terminer le potentiel d’interaction
e´lectron-ion quelles que soient les conditions de densite´ et de tempe´rature e´lectroniques (a`
condition que la re´ponse line´aire du gaz d’e´lectrons soit approprie´e). Sous certaines condi-
tions, ces expressions peuvent se simplifier et se re´duisent alors a` des formes analytiques
ou semi-analytiques connues.
4.1.2.1 Allure du potentiel pour t→ 0 : oscillations de Friedel
Nous nous plac¸ons tout d’abord dans la limite des tempe´ratures nulles. Sachant que la
distribution de Fermi-Dirac (e´q. (4.9)) se re´duit alors fFD(x, t = 0) = Θ(1− x) (ou` Θ(x)
est la fonction de Heaviside), la fonction ξ2(Q;ne, Te = 0) prend une forme analytique
[Ashcroft et al. 76] :














En utilisant le contour indique´ par A. Fetter et J. Walecka [Fetter et al. 71, Gouedard
et al. 78], l’inte´gration dans le plan complexe de l’e´quation (4.14) permet de de´terminer
une expression asymptotique du potentiel pour les grandes distances :
lim
r→∞








Ce re´sultat, initialement obtenu par J. Langer et S. Vosko [Langer et al. 60], de´montre
un comportement oscillatoire du potentiel. Ceci correspond aux oscillations de Friedel
[Friedel 52] qui apparaissent de par le fait que la surface de Fermi est nettement de´limite´e
a` t = 0. Ce phe´nome`ne a e´te´ mis en e´vidence dans les solides me´talliques : la pre´sence de
l’impurete´ ionique induit un re´arrangement de la densite´ e´lectronique a` longue distance
selon une ”onde de densite´ de charge” de vecteur d’onde 2kF .
Lorsque la tempe´rature est faible mais non-nulle (t¿ 1), la surface de Fermi est alors
moins localise´e, ce qui entraˆıne un amortissement exponentiel des oscillations de Friedel.
Dans ces conditions, R. Grassme et P. Bussemer ont obtenu une expression analytique du
potentiel a` grande distance [Grassme et al. 93] :
lim
r→∞















Nous pouvons noter que pour t = 0, cette expression se re´duit a` la forme obtenue par J.
Langer et S.H. Vosko (e´q. (4.23)).
En pratique, l’e´valuation nume´rique du potentiel d’interaction VGR(r;ne, Te) ne peut
eˆtre remplace´e par les expressions analytiques (4.23) et (4.24) car celles-ci ne sont valides
qu’a` longue distance de l’ion. Cependant, la pre´sence de la singularite´ de Kohn a` Q = 2x
(e´q. (4.13)) et l’e´valuation de l’inte´grale double (e´qs (4.13) et (4.14)) requiert un calcul
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Fig. 4.2 – Comparaison du potentiel VGR(r;ne, Te) (—) (e´q. (4.7)) avec les expressions
analytiques VLV (r;ne, t = 0) (-·-) (e´q. (4.23)) et VGB(r;ne, t ¿ 1) (- -) (e´q.
(4.24)) pour Z = 1, ne=4,54×1024 cm-3, et Te=0,1 eV (a), Te=2 eV (b), Te=5
eV (c) ce qui correspond respectivement a` t =10-3 ; t=2×10-2 et t=5×10-2.
d’une grande pre´cision. Nous avons donc utilise´ ces expressions asymptotiques afin de ve´-
rifier notre me´thode de calcul du potentiel. La figure 4.2 pre´sente l’e´volution du potentiel
d’interaction en fonction de la distance r entre un e´lectron et un ion H+ pour une densite´
e´lectronique donne´e (ne = 4, 54×1024 cm−3). Le potentiel VGR(r;ne, Te) est compare´ aux
formes analytiques (4.23) et (4.24) pour trois tempe´ratures. Sur la figure 4.2(a) (Te=0,1
eV), il est clair que pour r ≥ 7, le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal se re´duit
a` l’expression de J. Langer et S.H. Vosko (e´q. (4.23)). Pour cette tempe´rature (et par
conse´quent pour les plus faibles tempe´ratures), l’expression (4.23) est identique a` la forme
(4.24) quel que soit r si bien que cette dernie`re n’est pas repre´sente´e afin de ne pas alour-
dir la figure. Les figures 4.2(b) et 4.2(c) comparent le potentiel obtenu nume´riquement a`
l’expression asymptotique de R. Grassme et coll. pour une tempe´rature e´lectronique de 2
eV et de 5 eV respectivement. Nous constatons sur ces figures que les re´sultats obtenus
nume´riquement co¨ıncident parfaitement avec l’expression analytique pour r ≥ 8. Ces fi-
gures mettent e´galement en e´vidence l’amortissement des oscillations de Friedel lorsque la
tempe´rature augmente.
La figure 4.3 pre´sente les valeurs du potentiel obtenues dans les meˆmes conditions
que celles de U. Gupta et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 81, Gupta et al. 82], pour
trois densite´s e´lectroniques (ne=4,54×1024 cm−3, ne=2,47×1024 cm−3 et ne=1024 cm−3 )
et une tempe´rature e´lectronique (Te=100 eV). Contrairement aux re´sultats obtenus par
U. Gupta et A.K. Rajagopal, nos potentiels ne pre´sentent aucune structure oscillatoire.
Plus ge´ne´ralement, nous ne trouvons pas les meˆmes re´sultats que ceux pre´sente´s par U.
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Fig. 4.3 – Valeurs du potentiel VGR(r;ne, Te) (e´q. (4.7)) pour Z = 10, Te=100 eV et
ne=4,54× 1024 cm-3 (—), ne=2,47×1024 cm-3 (- -), ne=1024 cm-3 (-·-) ce qui
correspond respectivement a` t=1 ; t=1,5 et t=2,74.
Gupta et coll. sur la figure 1(c) de la re´fe´rence [Gupta et al. 81] et sur la figure 3(c) de la
re´fe´rence [Gupta et al. 82]. Compte tenu du fait que notre e´valuation du potentiel converge
vers les formes asymptotiques a` faible tempe´rature, nous supposons que l’erreur de U.
Gupta et A.K. Rajagopal provient de proble`mes nume´riques. En effet, comme indique´
pre´ce´demment, le traitement de la singularite´ a` Q = 2x et le calcul de l’inte´grale double
requie`rent une grande pre´cision de calcul.
D’un point de vue pratique, il est inte´ressant de de´terminer une limite de la forme
Te = F(ne) qui permette de caracte´riser le changement d’allure du potentiel, d’un com-
portement oscillatoire a` longue distance pour les faibles tempe´ratures a` une de´croissance
de type exponentielle. Par conse´quent, nous avons e´value´ nume´riquement cette limite en
e´tudiant le signe de la de´rive´e du potentiel. En effet, pour un comportement exponentiel,
la de´rive´e est toujours positive, alors que le changement de signe indique une re´manence
des oscillations de Friedel. A` partir des re´sultats nume´riques obtenus, nous avons pu
de´terminer une expression analytique qui permet, pour une densite´ donne´e, d’obtenir la
tempe´rature e´lectronique correspondant a` la limite d’apparition des oscillations de Friedel.
Cette expression d’interpolation s’e´crit :






Avec plusieurs autres limites pre´sente´es dans les paragraphes suivants, cette expression
est repre´sente´e sur la figure 4.4. Pour Te < T
osc
e , le potentiel VGR(r;ne, Te) pre´sente un
comportement oscillatoire a` longue distance alors que pour Te > T
osc
e , le potentiel est
de´croissant quel que soit r.
4.1.2.2 Comportement du potentiel a` courte distance pour t→ 0
Nous venons de montrer que le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal pre´sente un
comportement oscillatoire a` longue distance pour les faibles tempe´ratures. Il est e´galement
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Fig. 4.4 – Limites du potentiel VGR(r;ne, Te) : Valeurs nume´riques pour lesquelles les os-
cillations de Friedel apparaissent (•) et expression d’interpolation (e´q. (4.25))
correspondante (-·-) ; Valeurs nume´riques pour la limite des basses tempe´ra-
tures (voir texte) (+) et interpolation correspondante (e´q. (4.26)) (—) ; Va-
leurs nume´riques pour la limite SSC (voir texte) (∗) et interpolation corres-
pondante (e´q. (4.35)) (- -) ; Valeurs nume´riques pour la limite DH (voir texte)
(×) et interpolation correspondante (e´q. (4.36)) (· · · ).
inte´ressant d’e´tudier la partie a` courte distance du potentiel : en effet, en dec¸a` d’une
certaine valeur T indepe , celle-ci devient inde´pendante de la tempe´rature (contrairement a` la
partie oscillante qui varie continuˆment jusqu’a` atteindre son maximum pour Te=0 eV). La
figure 4.5 met en e´vidence ce comportement du potentiel pour une densite´ de 1023 cm−3.
Afin d’e´valuer quantitativement la tempe´rature T indepe , nous avons pris (pour une densite´
e´lectronique donne´e) un potentiel de re´fe´rence VGR(r;ne, Te = 10
−4 eV) calcule´ a` tre`s
basse tempe´rature. Puis nous conside´rons que la tempe´rature T indepe est atteinte si l’erreur
relative entre le potentiel de re´fe´rence et le potentiel calcule´ a` T indepe est infe´rieure a` 10
−3
pour toute distance r ou` la valeur absolue du potentiel de re´fe´rence est supe´rieure a` 10−2
u.a.. Nous avons ve´rifie´ la convergence des valeurs nume´riques obtenues en diminuant la
tempe´rature du potentiel de re´fe´rence. L’erreur relative sur les donne´es pre´sente´es sur la
figure 4.4 est infe´rieure a` 1%. Nous avons par ailleurs de´termine´ une formule d’interpolation
qui permet de relier le comportement de T indepe a` la densite´ e´lectronique. Cette expression,
e´galement pre´sente´e sur la figure 4.4, s’e´crit :






Ainsi, pour des tempe´ratures infe´rieures a` cette limite, les niveaux d’e´nergie des e´tats lie´s
dans ce potentiel varient uniquement avec la densite´ e´lectronique ne.
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Fig. 4.5 – Comportement du potentiel VGR(r;ne, Te) a` courte distance pour une den-
site´ e´lectronique fixe´e (ne=10
23 cm-3) et plusieurs faibles tempe´ratures e´lec-
troniques : Te=1 eV (-·-) ; Te=0,5 eV (- -) ; Te=0,1 eV (—) ; Te=0,01 eV
(· · ·). L’insert correspond au zoom de la zone du premier noeud du potentiel ou`
les oscillations apparaissent.
4.1.2.3 Expressions asymptotiques du potentiel pour t→∞
A` partir du potentiel VGR(r;ne, Te) (e´q. (4.7)), U. Gupta et A.K. Rajagopal ont obtenu
une expression simplifie´e en conside´rant la limite Q→∞. Dans ce cas, le de´veloppement
au premier ordre du logarithme intervenant dans la fonction ξ2(Q;ne, t) conduit a` :
lim
Q→0








La fonction ξ2SSC(ne, t) e´tant inde´pendante de Q, l’inte´grale intervenant dans l’expression
du potentiel s’effectue analytiquement [Ashcroft et al. 76]. On obtient alors le potentiel




exp[−kF ξSSC(ne, t)r] (4.28)
Suivant U. Gupta et A.K. Rajagopal, ce potentiel peut eˆtre simplifie´ en conside´rant les
limites a` haute et a` basse tempe´rature. Lorsque t→∞, l’expression asymptotique (4.19)
du potentiel chimique peut eˆtre utilise´e pour e´valuer la fonction ξSSC(ne, t). Celle-ci se
re´duit alors a` l’expression analytique :
lim
t→∞









Il est donc inte´ressant de constater que le potentiel de Thomas-Fermi line´arise´ se re´duit au
potentiel de Debye-Hu¨ckel (DH) puisque l’on a kF ξDH(ne, t) = λ
−1
D , ou` λD est la longueur
de Debye de´finie page 118.
VDH(r;ne, Te) = lim
t→∞
VSSC(r;ne, Te) = − Ze
2
4piε0r
exp[−kF ξDH(ne, t)r] (4.30)
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De plus, si l’on conside`re la limite du potentiel de Thomas-Fermi line´arise´ aux basses
tempe´ratures, on obtient le potentiel de Thomas-Fermi (inde´pendant de la tempe´rature) :
VTF (r;ne) = lim
t→0
VSSC(r;ne, Te) = − Ze
2
4piε0r






Le potentiel de Thomas-Fermi line´arise´ est donc e´quivalent au potentiel de Debye-
Hu¨ckel pour les hautes tempe´ratures et au potentiel de Thomas-Fermi pour les basses
tempe´ratures. D’apre`s la discussion pre´sente´e au paragraphe 4.1.2.1, il est cependant clair
que lorsque t tend vers 0, le potentiel VGR(r;ne, Te) ne converge pas vers le potentiel de
Thomas-Fermi puisque celui-ci ne peut reproduire le comportement oscillatoire a` longue
distance. Il est en effet important de rappeler que le potentiel VTF (r;ne) a e´te´ obtenu en
conside´rant les limites Q→ 0 puis t→ 0.
En revanche, le comportement du potentiel de Gupta et Rajagopal a` haute tempe´ra-
ture peut se de´duire du potentiel de Thomas-Fermi line´arise´. En effet, en utilisant l’expres-
sion asymptotique du potentiel chimique (4.19) pour les hautes tempe´ratures, la fonction



























Dans cette expression, la variable Q apparaˆıt seulement avec le facteur
√
t/Q. Par conse´-
quent, conside´rer la limite t→∞ est e´quivalent a` conside´rer la limite Q→ 0. Le de´velop-
pement du logarithme pour t→∞ (et Q fini) permet donc de retrouver les conside´rations









= ξ2DH(ne, t) (4.34)
Ainsi, le potentiel VGR(r;ne, Te) se re´duit au potentiel de Debye-Hu¨ckel (e´q. (4.30)) pour
les hautes tempe´ratures.
De meˆme que pour les basses tempe´ratures, il est inte´ressant de de´terminer une li-
mite pour laquelle le potentiel VGR(r;ne, Te) converge vers le potentiel de Thomas-Fermi
line´arise´ et le potentiel de Debye-Hu¨ckel. Les crite`res de comparaisons suivants ont e´te´
utilise´s : pour une densite´ donne´e, les potentiels sont conside´re´s comme e´tant e´quivalents
lorsque leur erreur relative est infe´rieure a` 10−3 pour toute distance telle que la valeur
absolue du potentiel est supe´rieure a` 10−2 u.a.. Nous avons de plus ve´rifie´ que les valeurs
obtenues nume´riquement pour les tempe´ratures limites ont une pre´cision supe´rieure a` 1%
(cf. fig. 4.4). A` partir de ces re´sultats nume´riques, nous avons de´termine´ une expression
d’interpolation qui permet, pour une densite´ donne´e, d’e´valuer la tempe´rature limite pour
laquelle le potentiel de Gupta et Rajagopal converge vers le potentiel conside´re´. Pour le
potentiel de Thomas-Fermi line´arise´ (e´q. (4.28)), nous obtenons :







4.1. Mode`le d’e´cran pour l’interaction laser-agre´gat : l’approche de Gupta et Rajagopal
Cette expression est repre´sente´e sur la figure 4.4 : pour une tempe´rature e´lectronique
Te > T
SSC
e , le potentiel VGR(r;ne, Te) est e´quivalent au potentiel VSSC(r;ne, Te).
De meˆme, le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal converge vers le potentiel de


























pour ne > 2× 1021 cm−3
(4.36)
Les valeurs nume´riques obtenues ainsi que cette expression d’interpolation sont repre´sen-
te´es sur la figure 4.4. Pour une tempe´rature Te > T
DH
e , le potentiel VGR(r;ne, Te) est
e´quivalent au potentiel de Debye-Hu¨ckel (e´q. (4.30)).
L’approche employe´e par U. Gupta et A.K. Rajagopal pre´sente donc l’avantage de
reproduire les oscillations de Friedel a` basse tempe´rature (oscillations mises en e´vidence
dans les solides me´talliques) et d’eˆtre e´quivalent a` un potentiel de Debye-Hu¨ckel pour
les plasmas dits classiques. Nous avons par conse´quent utilise´ ce potentiel afin d’e´tudier
l’influence des pe´nome`nes d’e´cran sur la dynamique de l’interaction laser-agre´gat.
4.1.3 Description de la structure e´lectronique : potentiel-mode`le
e´crante´
Nous avons vu au chapitre pre´ce´dent que la structure e´lectronique des ions et atomes
composant l’agre´gat peut eˆtre de´crite a` l’aide d’une approche potentiel-mode`le (cf. pa-
ragraphe 3.1). Dans le cas coulombien, pour un ion Arq+, l’interaction entre le noyau et


































Le terme entre crochets peut ainsi eˆtre assimile´ a` une charge effective Zeff correspondant
au coeur ionique : le terme Z −Nc se rapporte a` une description simple telle que le noyau
de charge Z est e´crante´ par les Nc e´lectrons de coeur et les sommes apportent une correc-
tion a` cette repre´sentation.
Lorsque l’ion est plonge´ dans une densite´ d’e´lectrons libres, l’interaction e´lectron ac-
tif/coeur ionique est modifie´e par rapport au cas coulombien. Cet e´crantage est alors
129
Chapitre 4. Interaction e´lectron-ion : influence des phe´nome`nes d’e´cran
repre´sente´ par le potentiel :

































ou` le potentiel V
(Z=1)
ecr (r;ne, Te) de´signe, pour une charge Z = 1, soit le potentiel de U.
Gupta et A.K. Rajagopal (e´q. (4.14)) , soit le potentiel de Thomas-Fermi line´arise´ (e´q.
(4.28)), soit le potentiel de Debye-Hu¨ckel (e´q. (4.30)) selon les conditions de densite´ et de
tempe´rature e´lectronique conside´re´es. Pour un e´tat de charge Arq+ donne´, les parame`tres
Z, Nc et αil sont conserve´s tels que dans le cas coulombien (tab. 3.1).
4.2 Influence de l’e´cran sur les e´tats lie´s
L’introduction d’un potentiel e´crante´ a` la place du potentiel coulombien classique
modifie la position des niveaux d’e´nergie des ions conside´re´s. Afin d’e´tudier l’influence
de l’e´cran sur les potentiels d’ionisation, nous avons utilise´ le principe variationnel pour












φEnllm(r) = EnlφEnllm(r) (4.39)
La diagonalisation de cet hamiltonien dans une base d’orbitales de type Slater (cf. annexe
B) permet de de´terminer les fonctions d’onde et les niveaux d’e´nergie des e´tats lie´s de
chaque ion Arq+ en fonction de la densite´ et de la tempe´rature du gaz d’e´lectrons envi-
ronnant.
4.2.1 De´placement des niveaux d’e´nergie
Jusqu’a` pre´sent, les potentiels d’ionisation utilise´s dans le mode`le nanoplasma corres-
pondaient aux donne´es d’un atome (ou d’un ion) isole´. Or, dans les premiers instants de
l’interaction laser-agre´gat, l’ionisation par effet de champ des premiers e´tats de charge
engendre une rapide augmentation de la densite´ e´lectronique jusqu’a` quelques 1022 cm−3.
Les e´lectrons, libe´re´s par effet tunnel, e´tant peu e´nerge´tiques, la forte densite´ associe´e a`
la faible tempe´rature e´lectronique induit d’importants phe´nome`nes d’e´cran qui de´calent
les niveaux d’e´nergie.
Le tableau 4.2 pre´sente les potentiels d’ionisation des e´tats fondamentaux des atomes
d’argon et des ions Arq+ (q=1 et 2) calcule´s dans ces conditions de plasma selon plusieurs
mode`les d’e´cran. Quel que soit le mode`le et le niveau d’e´nergie conside´re´, le potentiel
1Contrairement au cas non e´crante´, le potentiel-mode`le e´crante´ est ne´gatif car l’attraction e´lectron-ion
est prise en compte dans le potentiel d’e´cran Vecr(r;ne, Te).
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ne [cm
−3] Te [eV] t GR SSC DH
Ar 1018 0,1 27,42 13,61 13,48 13,48
Ar 1020 0,5 6,36 9,58 8,74 8,70
Ar 1021 1 2,74 4,69 3,26 3,04
Ar+ 1021 1 2,74 13,77 11,47 11,09
Ar 1022 4 2,36 0,51 0,042 - - -
Ar+ 1022 4 2,36 6,47 5,07 4,56
Ar2+ 1022 4 2,36 13,13 11,16 10,45
Tab. 4.2 – Potentiels d’ionisation (en eV) de l’e´tat fondamental d’un ion (ou atome)
d’argon (Arq+, q=0 ;1 ;2) plonge´ dans un gaz d’e´lectrons dont les conditions
(ne ;Te) sont caracte´ristiques du de´but de l’interaction laser-agre´gat. Les po-
tentiels d’ionisation sont calcule´s selon plusieurs mode`les d’e´cran : le potentiel
de U. Gupta et A.K. Rajagopal (GR), le potentiel de Thomas-Fermi line´arise´
(SSC), le potentiel de Debye-Hu¨ckel (DH). - - - indique que l’e´tat est passe´
dans le continuum. Dans le cas coulombien, les potentiels d’ionisation valent :
IP (Ar)=15,03 eV ; IP (Ar
+)=28,30 eV ; IP (Ar
2+)=40,40 eV.
d’ionisation diminue en pre´sence de la densite´ e´lectronique. En effet, les e´lectrons libres
environnants e´crantent l’interaction entre l’e´lectron lie´ et le coeur ionique, la barrie`re de
potentiel est alors abaisse´e ce qui re´duit l’e´nergie de liaison. Cet abaissement du continuum
peut meˆme conduire a` la disparition de certains niveaux excite´s, ce phe´nome`ne est appele´
”ionisation par pression”.
D’apre`s les limites obtenues au paragraphe 4.1.2, les conditions conside´re´es au de´but
de l’interaction requie`rent l’utilisation du potentiel de Gupta et Rajagopal. Les valeurs
obtenues a` l’aide des mode`les de Thomas-Fermi line´arise´ et de Debye-Hu¨ckel indiquent
que les effets d’e´cran sont syste´matiquement surestime´s par rapport a` l’approche de Gupta
et Rajagopal. Dans ces conditions, l’utilisation de ce potentiel sophistique´ est donc ne´ces-
saire afin de correctement reproduire l’influence de l’e´cran sur l’interaction e´lectron-ion.
De plus, les valeurs obtenues de´montrent que les phe´nome`nes d’e´cran modifient fortement
les e´nergies d’ionisation : le niveau fondamental de l’ion Ar+ est de´cale´ de plus de 70%
pour une densite´ e´lectronique de 1022 cm−3 et une tempe´rature de 4 eV. Les premiers
e´tats de charge e´tant majoritairement peuple´s par effet tunnel, l’abaissement des poten-
tiels d’ionisation accroˆıt fortement les taux d’ionisation ADK [Ammosov et al. 86] par
rapport au cas coulombien. Au de´but de l’interaction, la dynamique d’ionisation va ainsi
eˆtre nettement acce´le´re´e par les phe´nome`nes d’e´cran.
Au cours de l’interaction laser-agre´gat, la tempe´rature e´lectronique augmente progres-
sivement par bremsstrahlung inverse alors que la densite´ e´lectronique atteint une valeur
de l’ordre de 1023 cm−3 (cette valeur reste plus ou moins constante pendant plusieurs
centaines de femtosecondes duˆ a` un e´quilibre entre les processus d’ionisation, l’e´jection
d’e´lectrons e´nerge´tiques en dehors de l’agre´gat et l’accroissement du rayon de l’agre´gat).
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Fig. 4.6 – Niveaux d’e´nergie (fondamentaux ou excite´s) d’ions Arq+ plonge´s dans un
plasma en fonction de la tempe´rature e´lectronique Te. La densite´ e´lectronique
est fixe´e a` ne=10
23 cm-3. (- -) E´nergies de liaison dans le cas non e´crante´.
La figure 4.6 pre´sente l’e´volution des niveaux d’e´nergie de plusieurs e´tats de charge pour
une densite´ e´lectronique fixe´e (ne=10
23 cm−3) et une tempe´rature variable de 10 a` 1000
eV. Les traits pointille´s correspondent aux e´nergies de liaison dans le cas coulombien.
Pour les faibles tempe´ratures (10 < Te < 101,2 eV), les niveaux d’e´nergie sont de´termine´s
a` l’aide du potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal. Puis, pour 101,2 ≤ Te < 375,2 eV,
ce potentiel se re´duit au mode`le de Thomas-Fermi line´arise´. Enfin, le mode`le de Debye-
Hu¨ckel est utilise´ pour des tempe´ratures supe´rieures a` 375,2 eV. Nous constatons que
lorsque l’influence de l’e´cran augmente (c’est a` dire lorsque la tempe´rature diminue), les
e´tats lie´s se rapprochent progressivement du continuum. De plus, les niveaux d’e´nergie
les moins lie´s sont relativement plus de´cale´s que les e´tats plus profonds (par rapport aux
valeurs non e´crante´es). En effet, ces e´tats moins profonds sont plus sensibles a` la per-
turbation induite par la densite´ d’e´lectrons libres environnante. Par exemple, a` 10 eV, le
niveau fondamental de l’Ar4+ est de´cale´ de 87% par rapport a` sa valeur non e´crante´e alors
que l’e´tat fondamental de l’Ar8+ n’est de´cale´ que de 31%. Ceci est e´galement vrai pour
les e´tats excite´s : les e´tats 3p et 4f des ions Ar15+ et Ar16+ sont respectivement de´place´s
de 53% et 82%.
4.2.2 Modification des fonctions d’onde lie´es
Nous avons vu qu’une densite´ d’e´lectrons libres a pour effet de de´placer les niveaux
d’e´nergie d’un ion. Il est e´galement inte´ressant d’e´tudier l’influence du gaz d’e´lectrons sur
les fonctions d’onde lie´es associe´es a` ces niveaux d’e´nergie. Nous avons trace´ sur la figure
4.7(a) les fonctions de distributions radiales r2|φ(r)|2 associe´es aux fonctions d’onde de
l’e´tat 3p de l’ion Ar+. Celles-ci sont de´termine´es nume´riquement en re´solvant l’e´quation
de Schro¨dinger (4.39) selon le mode`le d’e´cran conside´re´ (GR ou SSC) pour une densite´
e´lectronique de 1022 cm−3 et une tempe´rature de 4 eV. Les donne´es non e´crante´es sont
e´galement repre´sente´es pour e´valuer l’influence de l’e´cran.
Nous pouvons tout d’abord remarquer que les fonctions d’onde sont moins sensibles
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aux effets d’e´cran que les potentiels d’ionisation. En effet, alors que le niveau d’e´nergie est
de´place´ de plus 70% (cf. tab. 4.2), la fonction de distribution radiale n’est que mode´re´ment
modifie´e par les phe´nome`nes d’e´cran : compare´ a` un ion Ar+ isole´, la fonction d’onde de
l’e´tat 3p est le´ge`rement plus diffuse. Par ailleurs, bien que la diffe´rence entre les e´nergies
de liaison obtenues selon les diffe´rents mode`les d’e´cran soit supe´rieure a` 20%, la fonction
d’onde de l’e´tat 3p dans le potentiel de Thomas-Fermi line´arise´ est tre`s proche de celle
de´termine´e dans le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal. Ceci peut eˆtre explique´
a` l’aide de la figure 4.7(b) ou` nous avons trace´ les potentiels d’e´cran correspondants en
fonction de la distance radiale r. Nous avons e´galement repre´sente´ les positions du niveau
d’e´nergie 3p ainsi que les valeurs rci caracte´ristiques du de´but de la zone classiquement
interdite. Nous constatons que, bien que les niveaux d’e´nergie soient fortement de´place´s
vers le continuum par les effets d’e´cran, la limite rci de la zone classiquement permise n’est
que faiblement de´cale´e vers les plus grandes valeurs. La pre´sence d’une densite´ d’e´lectrons
libres autour de l’ion conduit donc a` une le´ge`re extension de la porte´e des fonctions
d’onde de chaque e´tat lie´. Cet effet sera d’autant plus faible que le niveau conside´re´ sera
plus fortement lie´.



























Fig. 4.7 – (a) Fonctions de distribution radiales associe´es aux fonctions d’onde du niveau
d’e´nergie 3p d’un ion Ar+ plonge´ dans un gaz d’e´lectrons (ne=10
22 cm-3 ; Te=4
eV). Ces fonctions d’onde sont de´termine´es selon deux potentiels d’e´cran :(—)
Gupta et A.K. Rajagopal ; (- -) Thomas-Fermi line´arise´. La fonction d’onde
non e´crante´e (-·-) est e´galement pre´sente´e pour comparaison. (b) Pour chaque
potentiel, la fle`che horizontale indique le niveau d’e´nergie correspondant a` la
fonction d’onde pre´sente´e en (a). La fle`che verticale indique la valeur rci ca-
racte´ristique du de´but de la zone classiquement interdite.
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4.3 Influence de l’e´cran sur les collisions e´lectron-ion
Afin de prendre en compte les phe´nome`nes d’e´cran dans l’interaction laser-agre´gat,
il est e´galement ne´cessaire d’e´tudier l’influence des phe´nome`nes d’e´cran sur les sections
efficaces d’excitation et d’ionisation collisionnelles.
4.3.1 Sections efficaces d’excitation collisionnelles e´crante´es
De`s 1981, G. Hatton et coll. ont e´tudie´ la diffusion ine´lastique d’un e´lectron par un ion
immerge´ dans un plasma [Hatton et al. 81]. Ils ont pour cela e´value´ les sections efficaces
d’excitation dans l’approximation des ondes planes en conside´rant un mode`le d’e´cran de
type Debye-Hu¨ckel. L’influence de la pre´sence d’un gaz d’e´lectrons libres a e´galement e´te´
estime´ par B. Whitten et coll. : les sections collisionnelles d’excitation, e´galement e´value´es
dans un potentiel d’e´cran de Debye-Hu¨ckel, ont e´te´ de´termine´es a` l’aide des me´thodes
close-coupling et DWBA [Whitten et al. 84]. Les re´sultats obtenus dans ces deux re´fe´-
rences indiquent que les probabilite´s d’excitation sont syste´matiquement re´duites par les
effets d’e´cran. Cependant, dans ces e´tudes, l’interaction e´lectron-e´lectron e´tait suppose´e
a` syme´trie sphe´rique et des fonctions d’onde hydroge´no¨ıdes non e´crante´es e´taient utilise´es
pour de´crire l’e´lectron lie´. Il a par la suite e´te´ montre´ que ces approximations peuvent
entraˆıner des erreurs significatives sur les sections [Gutierrez et al. 94].
Nous avons par conse´quent e´value´ les sections efficaces d’excitation collisionnelles dans
l’approximation des ondes distordues en conside´rant le potentiel d’e´cran de U. Gupta
et A.K. Rajagopal pour toutes les interactions conside´re´es (e´lectron de valence/coeur
ionique ; e´lectron libre/coeur ionique et e´lectron libre/e´lectron de valence). Nous prenons
ainsi en compte le caracte`re non-sphe´rique de l’interaction ainsi que l’indiscernabilite´ des
e´lectrons. Dans l’approximation des ondes distordues (DWBA), la section efficace totale
d’excitation d’un e´tat a d’e´nergie Ea vers un e´tat b d’e´nergie Eb s’e´crit (cf. paragraphe
3.3.2.1 chapitre 3) :














|T dab + T eab|2 +
3
4
|T dab − T eab|2
]
(4.40)
ou` l’e´lectron incident d’e´nergie Ei = ~ki/2me est diffuse´ dans une direction Ωf avec une
impulsion kf . Les e´le´ments de matrice de transition direct T
d










∣∣∣V (Z=1)ecr (|r1 − r2|)− V (Z=1)ecr (r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (4.41b)
ou` Vecr(r) de´signe le potentiel d’e´cran (GR, SSC ou DH) selon les conditions plasma












φa,b(r) = Ea,bφa,b(r) (4.42)
ou` le potentiel V ecrArq+(r) de´fini par l’e´quation (4.38) prend en compte la structure e´lectro-
nique de l’ion (ou atome) conside´re´ ainsi que l’influence de l’e´cran induit par la pre´sence
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d’une densite´ e´lectronique environnante. Ces fonctions d’onde sont de´termine´es nume´ri-
quement a` l’aide d’une base d’orbitales de type Slater (cf. annexe B). Les fonctions d’onde













Arq+(r)− V (Z=1)ecr (r)
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lf e−iδlf ulf (kf , r)Plf (cos θf ) (4.44b)
En pratique, sachant que les parties radiales sont re´gulie`res a` l’origine, (limr→0 ul(k, r) =
rl+1), celles-ci sont de´termine´es nume´riquement a` l’aide de l’algorithme de Numerov. De
plus, le potentiel d’e´cran e´tant a` porte´e finie, les parties radiales a` longue distance peuvent
se mettre sous la forme d’une combinaison line´aire de fonctions de Bessel sphe´riques
re´gulie`res et irre´gulie`res a` l’origine (cf. annexe D) :
ul(k, r) = Bl(k)jl(k, r) + Cl(k)nl(k, r) pour r > d (4.45)









Enfin, les fonctions d’onde e´tant normalise´es a` δ(k− k′), les parties radiales sont norma-
lise´es de telle fac¸on que l’on ait :
lim
r→∞







Afin de de´terminer les e´le´ments de matrice, le potentiel d’e´cran est de´veloppe´ en mul-
tipoˆles selon :







λ (θr1 , φr1)Y
mλ
λ (θr2 , φr2) (4.48)
avec
Jλ(r1, r2) = 2pi
∫ 1
−1
du V (Z=1)ecr (R) Pλ(u) (4.49)




2 − 2r1r2u et Pλ(u) est un polynoˆme de Legendre.
Mis a` part le de´veloppement multipolaire du potentiel, les calculs conduisant a` l’e´valua-
tion des e´le´ments de matrice et de la section efficace d’excitation sont ensuite identiques au
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cas non e´crante´ (paragraphe 3.3.2.1 chapitre 3). Par souci de concision, seuls les re´sultats
















(θkf , ϕkf ) (4.50)
ou`




























Les re`gles de se´lection des coefficients 3j imposent :


la + lb + λ pair
|la − lb| ≤ λ ≤ la + lb
mλ = mb −ma


li + lf + λ pair
|li − λ| ≤ lf ≤ li + λ
mf = −mλ
(4.55)
De meˆme que dans le cas non e´crante´, l’e´le´ment de matrice de transition pour le




∣∣∣V (Z=1)ecr (|r1 − r2|)− V (Z=1)ecr (r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (4.56)
soit T eab = T
e(1)
ab − T e
(2)
ab
A` l’aide du de´veloppement multipolaire (4.49) du potentiel et du de´veloppement en ondes


















(θkf , ϕkf )
(4.57)
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ou`





















dr1r1uli(ki, r1)Vλ(af ; r1)Rb(r1) (4.60)
Vλ(af ; r1) =
∫ ∞
0
dr2r2ulf (kf , r2)Jλ(r1, r2)Ra(r2) (4.61)
Les re`gles de se´lection imposent :

la + lf + λ pair
|la − λ| ≤ lf ≤ la + λ
mf = ma +mλ


li + lb + λ pair
|li − lb| ≤ λ ≤ li + lb
mλ = −mb
(4.62)






















ou` δlb est le de´phasage calcule´ pour une impulsion ki et un moment angulaire lb et δla est
le de´phasage calcule´ pour une impulsion kf et un moment angulaire la. Le symbole de
Kronecker δ0mb indique que ce terme est non nul uniquement si le moment magne´tique de
l’e´tat lie´ final est nul.
La section efficace totale d’excitation collisionnelle d’un e´lectron d’une couche com-
portant Neq e´lectrons e´quivalents dans un e´tat initial a de nombres quantiques nala vers
un e´tat final b de nombres quantiques nblb s’e´crit :















|T dab + T eab|2 +
3
4
|T dab − T eab|2
]
(4.64)
Les figures 4.8 pre´sentent deux sections efficaces totales d’excitation pour l’ion Ar5+ en
fonction de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei. Les sections e´crante´es sont de´termine´es se-
lon l’e´quation (4.64) a` l’aide du potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal pour un plasma
de densite´ ne=10
23 cm−3 et de tempe´rature Te=30 eV. Les e´nergies de chaque niveau ainsi
que les e´nergies de transition sont donne´es dans le tableau 4.3. Les donne´es non e´crante´es
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(a) Section totale d’excitation
Ar5+(3p) + e− → Ar5+(4s) + e−



























(b) Section totale d’excitation
Ar5+(3p) + e− → Ar5+(4p) + e−
Fig. 4.8 – Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles e´crante´es (—), non e´cran-
te´es (- -) et partiellement e´crante´es (×) (voir texte) pour l’ion Ar5+. Les sec-
tions e´crante´es sont calcule´es avec l’expression (4.64) pour une densite´ e´lectro-
nique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV. Les fle`ches indiquent l’e´nergie
seuil de la transition.
sont e´galement pre´sente´es pour comparaison.
Tout d’abord nous constatons que, pour une e´nergie incidente fixe´e, les phe´nome`nes
d’e´cran diminuent ge´ne´ralement les sections efficaces totales d’excitation. De plus, le de´-
placement des niveaux d’e´nergie induit par les effets d’e´cran entraˆıne une diminution de
l’e´nergie seuil de la transition (indique´e par une fle`che sur chaque figure). Ainsi, les sec-
tions e´crante´es sont non nulles pour des e´nergies incidentes infe´rieures a` l’e´nergie seuil de
la transition non e´crante´e.
Avec e´cran Sans e´cran
E3p [eV] -34,64 -90,90
E4s [eV] -7,25 -48,48
∆E [eV] 27,39 42,42
(a) Transition 3p→ 4s
Avec e´cran Sans e´cran
E3p [eV] -34,64 -90,90
E4p [eV] -3,53 -43,07
∆E [eV] 31,11 47,83
(b) Transition 3p→ 4p
Tab. 4.3 – Niveaux d’e´nergie et e´nergies de transition e´crante´es associe´es aux transitions
pre´sente´es sur la figure 4.8. Les donne´es e´crante´es sont de´termine´es pour une
densite´ e´lectronique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV. Les donne´es
non e´crante´es sont donne´es pour comparaison.
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Afin d’e´tudier plus en de´tail l’influence des phe´nome`nes d’e´cran, nous avons partiel-
lement e´crante´ le syste`me collisionnel. En effet, les diffe´rentes interactions du syste`me
peuvent eˆtre se´pare´es en deux composantes :
– la structure ionique (c’est a` dire l’interaction e´lectron lie´/coeur ionique),
– l’interaction projectile/cible (soit les interactions e´lectron libre/e´lectron lie´ et e´lec-
tron libre/coeur ionique).
Dans un premier temps, nous avons e´value´ les sections en e´crantant seulement la structure
ionique et en conside´rant l’interaction e´lectron incident/cible comme e´tant coulombienne.
Les re´sultats obtenus sont e´galement pre´sente´s sur les figures 4.8.
La figure 4.8(a) pre´sente la section efficace 3p → 4s de l’ion Ar5+. Nous constatons
que la section partiellement e´crante´e est plus importante que la section non e´crante´e. Afin
d’e´tudier l’influence de l’e´cran sur la structure ionique, nous nous plac¸ons a` haute e´nergie
incidente. Les fonctions d’onde de l’e´lectron incident et diffuse´ non e´crante´es sont alors
assimile´es a` des ondes planes et la section est de´termine´e dans l’approximation PWB (cf.






















ou` qmin et qmax sont respectivement les transferts d’impulsion minimum et maximum de
l’e´lectron incident :
qmin = ki − kf
qmax = ki + kf
(4.66)
et















Pour une e´nergie incidente et une transition donne´es, l’e´cran de l’interaction e´lectron
lie´/coeur ionique modifie les bornes d’inte´gration sur le transfert d’impulsion q. En effet,
les e´tats 3p et 4s e´tant peu lie´s, ils sont fortement de´place´s par les effets d’e´cran (res-
pectivement de 60% et de 85%) et l’e´nergie de la transition est alors re´duite de 35% (cf.
tab. 4.3). Ainsi, l’e´nergie de l’e´lectron diffuse´ (et son impulsion kf ) augmente en conse´-
quence. L’intervalle d’inte´gration [qmin; qmax] est alors plus important dans le cas e´crante´
ce qui entraˆıne un accroissement de la section. Cependant, l’e´cran de la structure ionique
modifie e´galement les e´le´ments de matrice Rλlalb(q) qui repre´sentent le couplage entre les
deux e´tats lie´s. La figure 4.9 pre´sente les fonctions de distributions radiales associe´es aux
fonctions d’onde 3p et 4s e´crante´es et non e´crante´es. L’e´tat 4s e´tant proche du continuum,
sa fonction d’onde est fortement affecte´e par les effets d’e´cran : contrairement a` la fonc-
tion d’onde de l’e´tat 3p qui est peu modifie´e, la fonction 4s est nettement plus diffuse, ce
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qui induit une re´duction du couplage entre ces deux e´tats. Ainsi, l’e´cran de la structure
e´lectronique de la cible induit deux processus qui entrent en compe´tition :
– l’augmentation de la section duˆe a` la re´duction de l’e´nergie de transition,
– la diminution de la section duˆe a` la re´duction du couplage entre les deux e´tats lie´s.














Fig. 4.9 – Fonctions de distribution radiales associe´es aux fonctions d’onde 3p et 4s de
l’ion Ar5+ e´crante´es (—) et non e´crante´es (- -). Les donne´es e´crante´es sont
de´termine´es pour une densite´ e´lectronique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de
30 eV.
Ces conside´rations effectue´es a` haute e´nergie incidente peuvent eˆtre ge´ne´ralise´es. Le cou-
plage entre deux e´tats lie´s a` faible e´nergie incidente est alors repre´sente´ par le potentiel
de transition :
V dT (ab; r1) =
〈
φb(r2)
∣∣∣V (Z=1)ecr (|r1 − r2|)∣∣∣φa(r2)〉 (4.69)
L’influence des phe´nome`nes d’e´cran sur les fonctions d’onde lie´es engendre donc une re´duc-
tion du couplage induit par l’interaction e´lectron/e´lectron. La figure 4.8(a) indique que la
section totale d’excitation partiellement e´crante´e est supe´rieure a` la section non e´crante´e
quelle que soit l’e´nergie incidente. Ceci indique que l’effet de la re´duction de l’e´nergie de
transition est plus important que l’effet de la re´duction du couplage entre les e´tats lie´s.
Dans un second temps, nous avons ajoute´ l’influence des phe´nome`nes d’e´cran sur les
interactions e´lectron libre/e´lectron lie´ et e´lectron libre/coeur ionique. La comparaison de
la section partiellement e´crante´e et de la section entie`rement e´crante´e indique que l’e´cran
de l’interaction projectile/cible abaisse la section quelle que soit l’e´nergie incidente. En
effet, le gaz d’e´lectrons environnant re´duit l’interaction entre l’e´lectron libre et l’ion ce
qui re´duit en conse´quence la probabilite´ de transition. La section totale e´crante´e re´sulte
donc de plusieurs processus concomitants. A` faible e´nergie incidente, l’effet pre´dominant
re´sulte de la re´duction de l’e´nergie de la transition ce qui conduit a` une augmentation de
la section par rapport au cas non e´crante´. En revanche a` plus haute e´nergie, la re´duction
de l’interaction projectile/cible domine ce qui entraˆıne une re´duction de la section d’exci-
tation (de plus de 40% a` 500 eV).
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La figure 4.8(b) pre´sente la section efficace totale d’excitation collisionnelle de l’e´tat
fondamental 3p de l’ion Ar5+ vers l’e´tat excite´ 4p. Nous avons e´galement e´value´ la sec-
tion partiellement e´crante´e en ne conside´rant que l’influence de l’e´cran sur la structure
e´lectronique de la cible. Les re´sultats obtenus indiquent que la section non e´crante´e n’est
quasiment pas modifie´e. Ainsi, bien que l’e´nergie de la transition soit re´duite de 35% (cf.
tab. 4.3(b)), cet effet est compense´ par la re´duction du couplage entre les e´tats lie´s. L’ad-
jonction de l’e´cran de l’interaction e´lectron incident/cible induit alors une re´duction de la
section totale d’excitation quelle que soit l’e´nergie incidente.
Nous avons e´galement e´value´ l’influence des phe´nome`nes d’e´cran sur la transition
2p → 3d de l’ion Ar13+. La figure 4.10 indique que la probabilite´ d’excitation n’est que
faiblement re´duite (∼ 10%) quelle que soit l’e´nergie de l’e´lectron incident. En effet, il
est inte´ressant de remarquer que, bien que la densite´ e´lectronique environnante de´place
les niveaux d’e´nergie 2p et 3d respectivement de 19% et de 43%, l’e´nergie de transition
reste quasiment identique (cf. tab. 4.10(b)). De plus, ces e´tats e´tant fortement lie´s, leurs
fonctions d’onde sont peu modifie´es. Ainsi, la prise en compte des effets d’e´cran sur la
structure ionique ne modifie quasiment pas la section totale d’excitation. La section par-
tiellement e´crante´e est alors identique a` la section non e´crante´e. En revanche, l’e´cran de
l’interaction projectile/cible induit une re´duction de la probabilite´ d’excitation. La section
efficace totale d’excitation e´crante´e est ainsi re´duite par rapport a` la section non e´crante´e
quelle que soit l’e´nergie de l’e´lectron incident.
























Avec e´cran Sans e´cran
E2p [eV] -609,4 -751,8
E3d [eV] -174,2 -304,6
∆E [eV] 435,2 447,2
(b)
Fig. 4.10 – (a) Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles e´crante´e (—), non
e´crante´e (- -) et partiellement e´crante´e (×) (voir texte) pour la transition
Ar13+(2p) → Ar13+(3d). Les fle`ches indiquent l’e´nergie seuil de la transition.
(b) Niveaux d’e´nergie et e´nergie de transition associe´s a` la section pre´sente´e
en (a). Les sections et les niveaux d’e´nergie e´crante´s sont de´termine´s pour
une densite´ e´lectronique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV.
En conse´quence, les phe´nome`nes d’e´cran induisent une modification des sections effi-
caces totales d’excitation collisionnelles re´sultant de plusieurs effets :
– la re´duction de l’e´nergie de transition qui induit une augmentation de la section,
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– l’extension de la porte´e des fonctions d’onde lie´es qui modifie le couplage entre les
e´tats et re´duit la section,
– la re´duction de l’interaction projectile/cible qui diminue la section.
L’influence de ces diffe´rents effets se combinant pour modifier les sections totales d’exci-
tation, il est ainsi difficile d’anticiper les conse´quences de la pre´sence d’un gaz d’e´lectrons
environnants sur la probabilite´ d’excitation d’une transition donne´e. Il apparaˆıt cepen-
dant que les sections sont majoritairement re´duites par les effets d’e´cran et que ce sont les
sections d’excitation impliquant des e´tats proches du continuum qui sont principalement
modifie´es.
4.3.2 Sections efficaces d’ionisation collisionnelles e´crante´es
L’e´tude des effets d’e´cran pre´sente´e pre´ce´demment indique que la pre´sence d’un gaz
d’e´lectrons libres joue un roˆle notable sur la structure des ions et sur les sections d’excita-
tion collisionnelles. Nous avons e´galement e´tudie´ l’influence de cet environnement sur les
sections totales d’ionisation collisionnelles. En 2002, Z.Q. Wu et coll. ont montre´ que pour
un plasma d’or partiellement ionise´, les sections d’ionisation peuvent eˆtre amplifie´es d’un
facteur deux [Wu et al. 02]. Les auteurs ont employe´ le formalisme des ondes distordues
pour e´valuer les sections et les effets d’e´cran sur la structure ionique on e´te´ pris en compte
a` travers l’utilisation d’un mode`le de type ion-sphe`re adapte´ aux plasmas de forte densite´
et de faible tempe´rature.
En utilisant le potentiel d’e´cran de U. Gupta et A.K. Rajagopal, nous avons e´value´ les
sections efficaces totales d’ionisation suivant le meˆme principe que dans le cas non e´crante´
(cf. paragraphe 3.3.2.2 chapitre 3) : nous conside´rons une collision asyme´trique, c’est a`
dire que l’e´lectron incident (et diffuse´) est plus e´nerge´tique que l’e´lectron e´jecte´. Dans ces
conditions, nous ne´gligeons l’e´change des e´lectrons et la section efficace totale d’ionisation










ou` ki,f de´signe l’impulsion de l’e´lectron incident/diffuse´ et ke de´signe l’impulsion de l’e´lec-







∣∣∣V (Z=1)ecr (|r1 − r2|)− V (Z=1)ecr (r1)∣∣∣φa(r2)ψ+ki(r1)〉 (4.71)
La fonction d’onde lie´e initiale φa(r2) est de´termine´e a` l’aide d’une base d’orbitale de
type Slater (cf. annexe B) et les fonctions d’onde du continuum sont de´compose´es en ondes
partielles (cf. annexe C). Cependant, comme dans le cas non e´crante´, nous choisissons de
conserver l’orthogonalite´ des fonctions d’onde totales en conside´rant que la fonction d’onde
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+ V ecrArq+(r1)− V (Z=1)ecr (r1)
]




A` l’aide du de´veloppement multipolaire du potentiel d’e´cran (e´q. (4.49)) et du de´velop-























(θkf , ϕkf )
(4.74)
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dr2r2ule(ke, r2)Jλ(r1, r2)Ra(r2) (4.78)
L’inte´gration sur les angles d’e´mission des e´lectrons e´jecte´ et diffuse´ permet d’obtenir la
section efficace totale d’ionisation. Pour un e´lectron appartenant a` une couche de valence
comprenantNeq e´lectrons e´quivalents dans un e´tat a de nombres quantiques nala, la section






























La figure 4.11 pre´sente deux sections efficaces d’ionisation collisionnelles e´crante´es et non
e´crante´es pour les ions Ar6+ et Ar12+ en fonction de l’e´nergie de l’e´lectron incident. L’e´cran
est e´value´ pour une densite´ electronique de 1023 cm−3 et une tempe´rature de 30 eV. Les
niveaux d’e´nergie correspondants sont indique´s dans le tableau 4.4 et repre´sente´s par une
fle`che sur les graphiques.
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Les re´sultats obtenus indiquent que les phe´nome`nes d’e´cran augmentent notablement
les sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles quelle que soit l’e´nergie incidente
et l’e´tat conside´re´. Lorsque l’e´nergie de l’e´lectron incident est faible, les effets d’e´cran sont
particulie`rement importants : la section d’ionisation de l’e´tat fondamental 3s de l’Ar6+ est
accruˆe d’un facteur 4 a` son maximum a` Ei/|Ea| ∼ 2). Puis a` plus haute e´nergie incidente,
cette section est quasiment double´e par rapport au cas non e´crante´. De meˆme, bien que
l’e´tat 2p de l’Ar12+ soit fortement lie´ et donc moins sensible aux effets d’e´cran, la section
totale d’ionisation est augmente´ de plus de 60% a` son maximum et de 50% a` plus haute
e´nergie. Il est e´galement important de noter que les effets d’e´cran re´duisent le potentiel
d’ionisation du niveau d’e´nergie e´tudie´ ce qui abaisse incidemment l’e´nergie seuil de la
transition.
























(a) Section totale d’ionisation
Ar6+(3s) + e− → Ar7+(2p) + 2e−



















(b) Section totale d’ionisation
Ar12+(2p) + e− → Ar13+(2p) + 2e−
Fig. 4.11 – Sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles e´crante´es (—), non
e´crante´es (- -) et partiellement e´crante´es (×) (voir texte) pour deux ions
argon. Les sections e´crante´es sont calcule´es avec l’expression (4.79) pour une
densite´ e´lectronique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV. Les fle`ches
indiquent l’e´nergie seuil de la transition.
Eecr [eV] Eclb [eV]
Ar6+ (3s) -59,85 -123,5
Ar12+ (2p) -546,1 -680,7
Tab. 4.4 – Niveaux d’e´nergie e´crante´s associe´s aux transitions pre´sente´es sur la figure
4.11. Les donne´es e´crante´es sont de´termine´es pour une densite´ e´lectronique
de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV. Les donne´es non e´crante´es sont
donne´es pour comparaison.
Afin d’e´tudier plus en de´tail l’influence de l’e´cran, nous avons e´value´ les sections ef-
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ficaces d’ionisation en e´crantant partiellement le syste`me : identiquement a` la de´marche
mise en place pour les sections d’excitation (cf. paragraphe 4.3.1), les fonctions d’onde de
l’e´lectron lie´ puis e´jecte´ sont de´termine´es dans le potentiel e´crante´ alors que l’interaction
entre l’e´lectron incident (et diffuse´) et la cible n’est pas e´crante´e. Les sections obtenues
dans ce cas sont e´galement pre´sente´es sur les figures 4.11.
Les fonctions d’onde incidente et diffuse´e e´tant non e´crante´es, celles-ci peuvent eˆtre
approxime´es a` haute e´nergie par des ondes planes. La section totale d’ionisation d’un e´tat





























ou` Eemax = (Ei + Ea)/2 est l’e´nergie maximum de l’e´lectron e´jecte´ et













Pour un e´lectron incident d’e´nergie Ei et un e´lectron e´jecte´ d’e´nergie Ee fixe´es, la re´duc-
tion du potentiel d’ionisation de l’e´tat conside´re´ par les effets d’e´cran et la conservation de
l’e´nergie totale du syste`me entraˆıne une augmentation de l’e´nergie Ef de l’e´lectron diffuse´
(et donc de son impulsion kf ). Ainsi l’e´cran a pour effet d’augmenter l’intervalle d’inte´gra-
tion [ki−kf ; ki+kf ]. De plus, le de´placement du niveau d’e´nergie vers le continuum induit
une augmentation de l’e´nergie maximale de l’e´lectron e´jecte´ Eemax = (Ei+Ea)/2. L’e´cran
de l’interaction coeur ionique/e´lectron lie´ (puis e´jecte´) entraˆıne donc un accroissement des
intervalles d’inte´gration sur le transfert d’impulsion q et sur l’e´nergie de l’e´lectron e´jecte´
Ee ce qui conduit a` une section partiellement e´crante´e supe´rieure a` la section non e´crante´e
quelque soit l’e´nergie incidente. Nous pouvons e´galement remarquer que la variation de
l’intervalle d’inte´gration [0;Eemax ] est d’autant plus importante que l’e´nergie du projectile
est faible, ce qui explique pourquoi les sections sont plus sensibles aux effets d’e´cran a`
faible e´nergie incidente.
Bien que ces conside´rations soient effectue´es a` l’aide de l’approximation des ondes
planes, elles peuvent eˆtre ge´ne´ralise´es aux re´sultats obtenus selon l’approximation des
ondes distordues. La pre´sence d’un gaz d’e´lectrons libres environnant a` pour effet de
re´duire le potentiel d’ionisation de l’e´lectron lie´. Le de´placement de ce niveau d’e´nergie
vers le continuum entraˆıne alors une augmentation de la probabilite´ d’ionisation quelle que
soit l’e´nergie de l’e´lectron incident, cette augmentation est plus prononce´e a` faible e´nergie.
L’ajout des phe´nome`nes d’e´cran sur l’interaction projectile/cible permet ensuite de
de´terminer les sections d’ionisation entie`rement e´crante´es. L’interaction entre l’e´lectron
incident (et diffuse´) et la cible e´tant re´duite par les phe´nome`nes d’e´cran, pour une e´nergie
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incidente donne´e la section d’ionisation e´crante´e est alors re´duite par rapport a` la section
partiellement e´crante´e.
En conse´quence la modification des sections efficaces totales d’ionisation par les effets
d’e´cran re´sultent de deux effets : la re´duction du potentiel d’ionisation de l’e´tat conside´re´
qui augmente les probabilite´s d’ionisation et la re´duction de l’interaction projectile/cible
qui re´duit les sections. L’effet pre´dominant provient de l’abaissement du continuum, les
phe´nome`nes d’e´cran entraˆınent donc une augmentation des sections efficaces d’ionisation
quelque soit l’e´nergie incidente et l’e´tat conside´re´.
4.3.3 Inclusion des phe´nome`nes d’e´cran dans le mode`le nano-
plasma
L’interaction laser-agre´gat produit un plasma dont la densite´ et la tempe´rature e´lec-
troniques varient rapidement au cours du temps. La prise en compte des effets d’e´cran
induits par le milieu requiert, a` chaque pas de temps, l’e´valuation du potentiel d’interac-
tion e´lectron/ion, des niveaux d’e´nergie de chaque ion et des sections efficaces d’excitation
et d’ionisation pour chaque transition conside´re´e. La de´termination de chacune de ces va-
riables a` chaque instant de l’e´volution supposerait des temps de calcul prohibitifs.
Afin d’inclure les effets d’e´cran dans le mode`le nanoplasma, nous avons par conse´quent
e´te´ amene´s a` effectuer certaines approximations. Pour de´terminer les parame`tres (densite´,
tempe´rature ...) a` un temps t+ dt a` partir des donne´es obtenues au temps t, la me´thode
ite´rative utilise´e pour re´soudre le syste`me d’e´quations couple´es du mode`le (Runge-Kutta
d’ordre 5) requiert l’e´valuation de ces parame`tres a` six temps interme´diaires. En pratique,
pour limiter le temps de calcul, le potentiel d’e´cran et la structure e´lectronique de chaque
ion sont e´value´s uniquement au temps t. Ces meˆme donne´es sont ensuite utilise´es aux pas
de temps interme´diaires pour de´terminer les parame`tres au temps t+dt. En effectuant une
simulation ou` le potentiel et les niveaux d’e´nergie sont e´value´s a` chaque pas de temps inter-
me´diaires, nous avons ve´rifie´ que cette approximation ne modifie pas les re´sultats obtenus.
Il est e´galement impossible d’effectuer, a` chaque pas de temps et pour une distribution
de vitesses e´lectroniques donne´e, le calcul de toutes les sections efficaces totales d’excita-
tion et d’ionisation collisionnelles e´crante´es. Afin d’e´valuer ces sections, nous avons par
conse´quent eu recours a` des expressions simplifie´es.
4.3.3.1 Expression semi-analytique de Van Regemorter pour les sections d’ex-
citation e´crante´es
Au paragraphe 3.4.1, nous avons pre´sente´ la loi d’e´chelle semi-analytique de H. Van Re-












4.3. Influence de l’e´cran sur les collisions e´lectron-ion
ou` EH=13,6 eV, X = Ei/Eab est le rapport de l’e´nergie de l’e´lectron incident Ei sur
l’e´nergie de la transition Eab = Eb − Ea et fab est la force d’oscillateur associe´e a` cette










Cette expression prend ainsi en compte l’e´nergie de la transition et le couplage entre les
deux e´tats lie´s (par l’interme´diaire de l’inte´grale intervenant dans le calcul de la force
d’oscillateur). Or, nous avons de´montre´ que ces deux parame`tres jouent un roˆle impor-
tant dans la modification des sections efficaces d’excitation par les effets d’e´cran. Nous
avons par conse´quent e´value´ les sections efficaces d’excitation e´crante´es a` l’aide de cette
expression en utilisant les e´nergies et les parties radiales des fonctions d’onde des e´tats
lie´s de´termine´es dans le potentiel d’e´cran (GR, SSC ou DH selon les conditions ne, Te).
La figure 4.12(a) pre´sente les sections efficaces e´crante´es et non e´crante´es de´termine´es
a` l’aide de la loi d’e´chelle de Van Regemorter pour la transition 3s → 4p de l’ion Ar8+.
Les niveaux d’e´nergie et les forces d’oscillateur associe´s sont indique´s dans le tableau
4.12(b). Les sections e´crante´es et non e´crante´es obtenues a` l’aide de l’approximation des
ondes distordues sont e´galement repre´sente´es sur la figure. Les donne´es e´crante´es sont
de´termine´es pour une densite´ de 1023 cm−3 et une tempe´rature e´lectronique de 30 eV.
Nous constatons que l’inclusion des effets d’e´cran dans l’expression de Van Regemorter
induit une modification de la section d’excitation non e´crante´e similaire a` l’effet obtenu
dans le cadre des calculs DWBA.























Avec e´cran Sans e´cran
E3s [eV] -88,69 -168,8
E4p [eV] -15,58 -80,37
∆E [eV] 73,11 88,41
fab 0,100 0,161
(b)
Fig. 4.12 – (a) Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles e´crante´e (—) et non
e´crante´e (- -) calcule´es avec l’expression de Van Regemorter (4.83) et sec-
tions e´crante´e (-·-) et non e´crante´e (· · · ) de´termine´es selon l’approximation
des ondes distordues pour la transition Ar8+(3s) → Ar8+(4p). Les fle`ches
indiquent l’e´nergie seuil de la transition. (b) Niveaux d’e´nergie, e´nergie de
transition et force d’oscillateur associe´s a` la section pre´sente´e en (a). Les
sections et les niveaux d’e´nergie e´crante´s sont de´termine´s pour une densite´
e´lectronique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV.
Par conse´quent, bien que l’expression de Van Regemorter soit uniquement utilisable
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pour des transitions dipolaires e´lectriques et ne permette de de´terminer les sections effi-
caces d’excitation qu’avec une pre´cision limite´e, nous avons employe´ cette loi d’e´chelle afin
d’inclure les phe´nome`nes d’e´cran dans le mode`le nanoplasma. En effet, cette expression
semi-analytique nous permet de de´terminer aise´ment les sections d’excitation e´crante´es a`
chaque instant de l’e´volution de l’agre´gat et ainsi, de mettre en e´vidence l’influence des
effets d’e´cran sur cette dynamique.
4.3.3.2 Sections efficaces d’ionisation e´crante´es : Expression de Lotz
Au chapitre 3, nous avons montre´ que l’expression semi-empirique de Lotz permet de
convenablement reproduire les sections efficaces totales d’ionisation obtenues a` l’aide de
l’approximation des ondes distordues. Pour un e´tat a dont l’e´nergie d’ionisation vaut Ea,




ou` aLotz = 4, 5× 10−18eV2m2 est une constante de´termine´e empiriquement. La figure 4.13
pre´sente les sections totales d’ionisation e´crante´es et non e´crante´es pour l’e´tat 3s de l’ion
Ar6+ de´termine´es avec l’expression de Lotz. Les donne´es obtenues selon l’approximation
des ondes distordues sont e´galement repre´sente´es. L’influence de l’e´cran est e´value´e pour
une densite´ e´lectronique de 1023 cm−3 et une tempe´rature de 30 eV. Le potentiel d’ioni-
sation de l’e´tat conside´re´ vaut alors 59,85 eV (il est de 123,5 eV dans le cas non e´crante´).
Nous observons que, comme pour les re´sultats obtenus dans l’approximation des ondes
distordues, l’inclusion des effets d’e´cran dans l’expression de Lotz induit une augmentation
des sections d’ionisation par rapport au cas non e´crante´.





















Fig. 4.13 – Sections efficaces totales d’ionisation e´crante´e (—) et non e´crante´e (- -) cal-
cule´es avec l’expression de Lotz pour l’e´tat 3s de l’ion Ar6+. Les sections
e´crante´e (-·-) et non e´crante´e (· · · ) de´termine´es selon l’approximation des
ondes distordues sont e´galement repre´sente´es. Les fle`ches indiquent l’e´ner-
gie seuil de la transition. Les donne´es e´crante´es sont de´termine´es pour une
densite´ e´lectronique de 1023 cm-3 et une tempe´rature de 30 eV.
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Ainsi, bien que l’expression de Lotz surestime l’augmentation des sections d’ionisation
duˆe aux effets d’e´cran, celle-ci permet en premie`re approximation de reproduire l’influence
des phe´nome`nes d’e´cran sur les probabilite´s d’ionisation. A` partir des niveaux d’e´nergie
des ions argon de´termine´s a` chaque pas de temps selon les conditions de densite´ et de tem-
pe´rature e´lectronique, nous avons par conse´quent utilise´ l’expression de Lotz pour e´valuer
les sections efficaces d’ionisation, ce qui nous permet d’e´valuer facilement les effets d’e´cran
sur la dynamique de l’interaction.
4.4 Conclusion
L’irradiation d’un agre´gat de gaz rare par une impulsion laser intense entraˆıne la forma-
tion d’un plasma dont les conditions de densite´ et de tempe´rature e´lectroniques e´voluent
rapidement au cours du temps. La pre´sence de charges environnantes induit alors une
modification de l’interaction e´lectron/ion au sein du nanoplasma forme´. Afin de prendre
en compte cet effet et compte tenu des conditions de plasma varie´es rencontre´es, nous
avons e´tudie´ et utilise´ le mode`le de´veloppe´ par U. Gupta et A.K. Rajagopal. Ce potentiel
est suffisamment sophistique´ pour permettre de rendre compte assez aise´ment des diverses
conditions de plasma rencontre´es. L’e´tude indique que les phe´nome`nes d’e´cran re´duisent
les potentiels d’ionisation quel que soit l’ion et le niveau conside´re´s. Nous avons e´galement
e´tudie´ l’influence des effets d’e´cran sur les sections efficaces totales d’excitation et d’io-
nisation collisionnelles. Les re´sultats indiquent que les sections d’ionisation augmentent
avec les effets d’e´cran alors que les sections d’excitation sont majoritairement re´duites par
rapport au cas non e´crante´.
L’e´tude mene´e au cours de ce chapitre de´montre que les phe´nome`nes d’e´cran modifient
les processus pris en compte dans le mode`le nanoplasma. Nous avons par conse´quent inclus
ces phe´nome`nes dans le mode`le afin d’observer leur influence sur la dynamique de l’agre´gat.
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5.1. Ame´lioration du mode`le nanoplasma : influence de chacune des contributions
Les re´sultats obtenus ont de´montre´ que le mode`le nanoplasma tel que pre´sente´ au cha-
pitre 2 n’est pas en mesure de reproduire les re´sultats expe´rimentaux. Afin d’ame´liorer ce
mode`le, nous avons donc explore´ deux voies. La premie`re, de´taille´e au chapitre 3, consiste
en une description plus comple`te des processus d’ionisation collisionnels. La seconde, pre´-
sente´e au chapitre 4, re´side dans le fait que l’e´volution temporelle de l’agre´gat peut eˆtre
modifie´e par les propres caracte´ristiques du nanoplasma forme´. Au cours de ce chapitre,
nous allons par conse´quent exposer comment ces deux notions corrigent le mode`le originel,
ainsi que les re´sultats obtenus dans le cadre de ce mode`le nanoplasma ame´liore´.
La structure de ce chapitre est la suivante : dans un premier temps, nous pre´sentons
l’influence de chacune des deux voies e´tudie´es sur les re´sultats obtenus. La deuxie`me sec-
tion expose, pour un cas donne´, l’e´volution typique des parame`tres caracte´ristiques de
l’agre´gat (densite´ e´lectronique, tempe´rature e´lectronique, champ interne, ...) en fonction
du temps. Puis, dans la section suivante, nous comparons les re´sultats the´oriques obtenus
aux donne´es expe´rimentales existantes. Cette comparaison est effectue´e en fonction des
divers parame`tres expe´rimentaux intervenant dans l’interaction laser-agre´gat. Enfin, une
discussion de´taille´e du mode`le et des re´sultats est propose´e dans la dernie`re partie de ce
chapitre.
5.1 Ame´lioration du mode`le nanoplasma : influence
de chacune des contributions
5.1.1 Influence de l’inclusion d’e´tats excite´s interme´diaires
Au cours du chapitre 2, nous avons vu que seuls les processus d’ionisation directs entre
e´tats fondamentaux d’espe`ces ioniques adjacentes sont pris en compte dans le mode`le
nanoplasma originel :
Xq+ + e− −→ X(q+1)+ + 2e−
Afin d’ame´liorer la description de la dynamique d’ionisation collisionnelle, nous avons
par conse´quent introduit des chemins d’ionisation indirects via l’inclusion d’e´tats excite´s
interme´diaires :
Xq+ + e− −→ Xq+∗ + e− −→ · · · −→ X(q+1)+ + 2e−
La prise en compte de ces e´tats excite´s dans le mode`le nanoplasma a e´te´ pre´sente´e au cours
du chapitre 3. Nous avons vu que le nombre e´leve´ de ces e´tats interme´diaires requiert un
regroupement en configurations et, par conse´quent, l’e´valuation des taux de transitions
moyens entre ces groupes d’e´tats. De`s lors, le syste`me d’e´quations re´gissant la dynamique
de l’agre´gat doit e´galement prendre en compte l’e´volution de ces couches d’e´tats excite´s.
Nous obtenons alors le syste`me d’e´quations couple´es 3.164 pre´sente´ page 113.
Nous avons re´ite´re´, a` l’aide de ce syste`me d’e´quations, la simulation pre´sente´e au cha-
pitre 2. Cette e´tude concerne l’e´volution d’un agre´gat d’argon de rayon initial R0=350 A˚,
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irradie´ par une impulsion laser dont la dure´e a` mi-hauteur est de 500 fs, et l’e´clairement
creˆte est de 1,6×1016 W.cm−2 (l’e´nergie sur cible est alors de 3 mJ). Il est inte´ressant de
rappeler que, bien que les re´sultats expe´rimentaux indiquent une e´mission X provenant
d’ions fortement charge´s (jusqu’a` Ar16+), l’e´tat de charge maximum obtenu a` l’aide du
mode`le nanoplasma originel n’e´tait que Ar13+.
Nous avons par conse´quent introduit, pour chaque e´tat de charge, des e´tats excite´s
interme´diaires. Le tableau 5.1 pre´sente le nombre de groupes d’e´tats excite´s nexc inclus






















Tab. 5.1 – Nombre de couches d’e´tats excite´s par e´tat de charge Arq+ inclus dans le mode`le
nanoplasma.
Il est important de pre´ciser que chacune des couches d’e´tats prises en compte, com-
prend elle-meˆme un certain nombre de sous-e´tats nlm. Par exemple, pour l’ion Ar2+ dont
l’e´tat fondamental est 3p, il a e´te´ ne´cessaire d’ajouter deux couches d’e´tats, soit les couches
dont le nombre quantique principal est n = 4 et n = 5. Chacune de ces couches est ainsi
compose´e respectivement de 16 et de 25 sous-e´tats nlm. Nous avons inclus jusqu’a` six
couches d’e´tats excite´s pour les e´tats de charge les plus e´leve´s. Au total, le nombre de
sous-e´tats nlm inclus dans le mode`le nanoplasma est de 1840.
La figure 5.1 pre´sente l’e´volution des populations totales (e´tat fondamental + e´tats
excite´s) de chaque e´tat de charge en fonction du temps obtenus dans les conditions pre´-
sente´es ci-dessus. L’origine des temps correspond au maximum du champ laser. Le temps
initial correspond a` l’instant ou` l’e´clairement laser est de 1013 W.cm−2, e´clairement a` partir
duquel l’ionisation par effet de champ devient effective. Les populations sont normalise´es
au nombre initial d’atomes dans l’agre´gat (N= 4, 74×106). Nous constatons que l’e´tat de
charge maximum atteint est l’Ar16+, ce qui est cohe´rent avec les re´sultats expe´rimentaux
obtenus.
Afin d’illustrer l’importance de l’inclusion d’e´tats excite´s, nous pouvons e´galement
e´valuer l’e´tat de charge final moyen. Celui-ci est de´termine´ en fonction des populations
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Fig. 5.1 – E´volution temporelle des populations totales Nq normalise´es au nombre ini-
tial d’atomes dans l’agre´gat pour chaque e´tat de charge Arq+ pour un agre´-
gat d’argon (R= 350 A˚) irradie´ par une impulsion laser (FWHM= 500 fs ;
I0=1,6×1016W.cm-2 ; Ecible= 3 mJ).







A` la fin de l’interaction, l’e´tat de charge moyen valait 10,9 dans le cas du mode`le nano-
plasma originel, alors qu’il atteint une valeur de 14,7 lorsque l’on prend en compte des
e´tats interme´diaires dans la dynamique d’ionisation de l’agre´gat.
Les figures 5.2 pre´sentent les e´volutions temporelles des taux d’excitation et d’ionisa-
tion des e´tats fondamentaux de plusieurs ions Arq+. Ces re´sultats ont e´te´ obtenus pour
les meˆmes parame`tres que ceux indique´s sur la figure 5.1. Les taux d’excitation pre´sente´s
prennent en compte les transitions de l’e´tat fondamental vers toutes les couches d’e´tats
excite´s incluses dans le mode`le pour l’ion conside´re´. Les taux d’ionisation tiennent compte
de l’ionisation par effet de champ et de l’ionisation collisionnelle.
Nous observons que les taux d’excitation sont nettement supe´rieurs aux taux d’ioni-
sation. Ceci indique clairement que l’ionisation de ces e´tats de charge se fait pre´fe´ren-
tiellement de fac¸on indirecte par l’interme´diaire des e´tats excite´s. De plus, quel que soit
l’ion conside´re´, les taux d’excitation sont non nuls durant un intervalle de temps plus long
que les taux d’ionisation. Ainsi, a` un temps t donne´, les niveaux d’e´nergie qui ne peuvent
eˆtre de´peuple´s par ionisation, peuvent en revanche eˆtre de´peuple´s par les processus d’ex-
citation. L’inclusion des e´tats excite´s permet par conse´quent d’acce´le´rer la dynamique
d’ionisation.
Les re´sultats obtenus de´montrent clairement l’importance de la prise en compte d’e´tats
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Fig. 5.2 – E´volution temporelle des taux d’excitation (a) et d’ionisation (b) des e´tat fon-
damentaux des ions Arq+ (q = 8 . . . 13). Les parame`tres de l’interaction sont
identiques a` ceux la figure 5.1.
excite´s interme´diaires. L’inclusion de ces e´tats permet d’introduire des chemins d’ionisa-
tion supple´mentaires qui se re´ve`lent eˆtre pre´ponde´rants dans la dynamique d’ionisation
de l’agre´gat. Ceci permet d’acce´le´rer les processus ionisants et ainsi d’obtenir les e´tats de
charge tre`s e´leve´s observe´s expe´rimentalement.
Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que le regroupement des e´tats excite´s en couches d’e´tats
n (cf. paragraphe 3.5.1) ne modifie pas les re´sultats obtenus. Nous avons pour cela effec-
tue´ des simulations en prenant directement en compte les e´tats excite´s nl dans le mode`le
nanoplasma. L’e´volution des populations de ces niveaux est alors de´termine´e par les taux
de transition d’excitation W nl→n
′l′
q (avec n 6= n′) et d’ionisation W nl→²q . Afin de comparer
les re´sultats de ces simulations aux donne´es obtenues a` l’aide du regroupement en confi-
gurations, nous avons introduit le meˆme nombre de couches d’e´tats n (cf. tableau 5.1),
ce qui conduit a` re´soudre un syste`me d’e´quations couple´es pour les populations de 364
e´tats nl. La figure 5.3 pre´sente l’e´volution temporelle des populations (fondamentales +
excite´es) de certains e´tats de charge. Les donne´es repre´sente´es en trait plein correspondent
aux re´sultats obtenus dans le cadre du regroupement en couches d’e´tats n, et les croix
indiquent les e´volutions obtenues en conside´rant l’e´volution des e´tats nl. Les conditions
de l’interaction sont identiques a` celles de la figure 5.1.
Les re´sultats pre´sente´s sur la figure 5.3 de´montrent que le regroupement des niveaux
excite´s en couches d’e´tats n n’induit pas de pertes d’informations sur l’e´volution tempo-
relle des populations des diffe´rents e´tats de charge. Cette me´thode, associe´e a` l’e´valuation
des taux de transitions moyens entre ces configurations, peut par conse´quent eˆtre utilise´e
afin de re´duire le nombre d’e´quations couple´es et faciliter l’e´valuation de la dynamique
d’ionisation de l’agre´gat.
Nous avons e´galement ve´rifie´ que le nombre de couches d’e´tats excite´s incluses dans
le mode`le et indique´es dans le tableau 5.1 nous permet d’obtenir des re´sultats converge´s.
156
5.1. Ame´lioration du mode`le nanoplasma : influence de chacune des contributions




















Fig. 5.3 – E´volution temporelle des populations totales Nq normalise´es au nombre initial
d’atomes dans l’agre´gat pour certains e´tats de charge Arq+. (—) Re´sultats ob-
tenus en conside´rant l’e´volution de couches d’e´tats n. (×) Re´sultats obtenus en
conside´rant l’e´volution d’e´tats excite´s nl. (◦) Re´sultats obtenus en conside´rant
jusqu’a` 8 couches d’e´tats excite´s (voir texte). Les conditions de l’interaction
sont identiques a` celles de la figure 5.1.
Nous avons par conse´quent effectue´ des simulations en conside´rant un plus grand nombre
de couches pour les e´tats de charge les plus e´leve´s : nous avons conside´re´ 6 couches d’e´tats
pour l’Ar8+, 7 couches pour les ions Ar9+ a` Ar15+, et 8 couches pour les ions Ar16+ et
Ar17+. Le nombre de couches d’e´tats pour les ions Arq+ avec q < 7 reste identique a` ce qui
est indique´ dans le tableau 5.1 car les niveaux les plus excite´s pris en compte sont proches
du continuum. Les e´volutions temporelles des populations totales de certains e´tats de
charge obtenues en conside´rant ce plus grand nombre de couches d’e´tats sont repre´sente´es
sur la figure 5.3 par des cercles. Les re´sultats obtenus de´montrent que l’inclusion d’e´tats
excite´s supple´mentaires ne modifie pas la dynamique d’ionisation de l’agre´gat. Ainsi le
nombre de couches d’e´tats inclus tel qu’indique´ dans le tableau 5.1 permet d’obtenir des
valeurs converge´es pour les populations ioniques. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que cette
convergence est atteinte aussi bien pour les e´tats fondamentaux que pour les e´tats excite´s.
Ainsi, les re´sultats pre´sente´s dans la suite de ce chapitre ont e´te´ obtenus en incluant
des e´tats excite´s dans le mode`le nanoplasma. Ces e´tats ont e´te´ pris en compte sous forme
de couches d’e´tats n, pour lesquelles les taux de transitions moyens sont e´value´s selon la
me´thode de´crite au paragraphe 3.5.2. Le nombre de couches prises en compte pour chaque
e´tat de charge Arq+ est indique´ dans le tableau 5.1.
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5.1.2 Influence des phe´nome`nes d’e´cran induits par la densite´
d’e´lectrons libres
Afin d’ame´liorer le mode`le nanoplasma, nous avons e´galement e´tudie´ une seconde
voie. La densite´ d’e´lectrons libres qui se forme au sein de l’agre´gat induit des phe´nome`nes
d’e´cran qui modifient l’interaction entre les particules charge´es du nanoplasma. Nous avons
vu au chapitre 4 que les variations importantes de densite´ et de tempe´rature e´lectroniques
au cours de l’interaction requie`rent l’utilisation d’un potentiel sophistique´ afin de de´crire
aussi correctement que possible les effets d’e´cran induits. L’e´tude pre´liminaire nous a
permis de de´montrer que la densite´ d’e´lectrons libres provoque :
– une re´duction des potentiels d’ionisation,
– une re´duction quasi-syste´matique des sections efficaces totales d’excitation collision-
nelle,
– une augmentation des sections efficaces totales d’ionisation collisionnelle.
Nous avons par conse´quent inclus ces phe´nome`nes d’e´cran dans le mode`le nanoplasma
selon le principe de´crit au paragraphe 4.3.3 : les sections d’excitation e´crante´es sont de´-
termine´es a` l’aide de l’expression semi-analytique de Van Regemorter et les sections d’io-
nisation e´crante´es sont calcule´es selon la loi d’e´chelle de Lotz.
Afin d’e´tudier les effets d’e´cran, nous avons de nouveau simule´ l’interaction d’une
impulsion laser (FWHM=500 fs ; I0=1,6×1016 W.cm−2 ; Ecible=3 mJ) avec un agre´gat
d’argon (R=350 A˚). Il est important de pre´ciser que le nombre d’e´tats excite´s par e´tat de
charge inclus dans la simulation est diffe´rent de celui pre´sente´ au paragraphe pre´ce´dent.
En effet, pour les ions peu charge´s, les effets d’e´cran sont tels que les potentiels d’ioni-
sation sont fortement re´duits. L’excitation est alors ne´gligeable vis a` vis de l’ionisation
de l’e´tat fondamental. Nous n’avons par conse´quent pas introduit d’e´tats excite´s pour les
ions Arq+ avec q = 0 . . . 7. Nous avons de plus inclus une seule couche d’e´tats excite´s pour
l’ion Ar8+, quatre couches d’e´tats pour les ions Arq+ (q = 9 . . . 11) et six couches d’e´tats
excite´s pour les e´tats de charge plus e´leve´s. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que cela permet
d’obtenir des re´sultats finaux converge´s.
La figure 5.4(a) pre´sente l’e´volution temporelle des populations totales de chaque e´tat
de charge Arq+ (normalise´es au nombre d’atomes dans l’agre´gat) lorsque les effets d’e´cran
sont pris en compte dans le mode`le nanoplasma. Afin d’e´tudier plus particulie`rement l’in-
fluence des phe´nome`nes d’e´cran sur la dynamique de l’interaction, nous avons e´galement
effectue´ une simulation non e´crante´e en utilisant les expressions de Van Regemorter et
de Lotz. Les re´sultats obtenus dans ce cas sont pre´sente´s sur la figure 5.4(b). Compte
tenu du fait que seules les transitions dipolaires e´lectriques entre e´tats excite´s sont prises
en compte, les re´sultats obtenus sont diffe´rents de ceux pre´sente´s au paragraphe pre´ce´dent.
La premie`re indication apporte´e par ces re´sultats concerne la production des e´tats de
charge e´leve´s a` la fin de l’interaction. A` t=200 fs, la composition ionique de l’agre´gat est
identique, que les effets d’e´cran soient pris en compte ou non. L’e´tat de charge final moyen
est de 13,8 que ce soit dans le cas e´crante´ ou dans le cas non e´crante´, et la proportion
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Fig. 5.4 – (a) E´volution temporelle des populations de chaque e´tat de charge Arq+ (nor-
malise´es au nombre d’atomes N dans l’agre´gat) lorsque les effets d’e´cran in-
duits par la densite´ d’e´lectrons libres sont pris en compte. Les parame`tres de
la simulation sont identiques a` ceux de la figure 5.1. (b) E´volution temporelle
des populations sans prise en compte des effets d’e´cran (voir texte).
finale d’Ar16+ est de 3% pour les deux simulations.
En revanche, les phe´nome`nes d’e´cran modifient la dynamique d’ionisation de l’agre´-
gat. En comparaison des donne´es non e´crante´es, l’ionisation jusqu’a` l’Ar8+ est nettement
acce´le´re´e par les effets d’e´cran. En effet, au de´but de l’interaction, la densite´ d’e´lectrons
libres au sein de l’agre´gat augmente tre`s rapidement. Le champ laser n’est cependant pas
suffisamment intense pour chauffer le gaz d’e´lectrons de manie`re conse´quente. La faible
tempe´rature e´lectronique associe´e a` la forte densite´ induit alors des effets d’e´cran impor-
tants qui de´placent les niveaux d’e´nergie vers le continuum. Les premiers e´tats de charge
ayant des potentiels d’ionisation peu e´leve´s, ceux-ci sont facilement ionise´s par effet de
champ. En revanche, l’e´tat fondamental de l’Ar8+ est nettement plus lie´ (la configuration
e´lectronique correspond a` une fermeture de couche 1s22s22p6) : dans le cas non e´crante´, le
potentiel d’ionisation de l’Ar8+ est de 423,9 eV alors que celui de l’ion Ar7+ n’est que de
142,7 eV. Ainsi, bien que les effets d’e´cran abaissent les barrie`res de potentiel, le champ
laser est trop faible pour pouvoir ioniser l’e´tat fondamental de l’Ar8+. De meˆme, la tem-
pe´rature e´lectronique e´tant trop faible, la population de cet e´tat ne peut eˆtre ni excite´e,
ni ionise´e par les processus collisionnels. Par conse´quent, a` t=-650 fs, l’agre´gat se retrouve
quasiment exclusivement compose´ d’ions Ar8+.
Puis, le gaz d’e´lectrons acquiert progressivement de l’e´nergie par bremsstrahlung in-
verse, l’Ar8+ peut alors se de´peupler peu a` peu par excitation puis ionisation collision-
nelles. La tempe´rature e´lectronique devenant plus importante, les effets d’e´cran diminuent
en conse´quence. De plus, l’agre´gat e´tant dore´navant compose´ d’ions tre`s charge´s, les e´tats
fortement lie´s sont peu sensibles a` ces phe´nome`nes d’e´cran. La dynamique d’ionisation de
l’agre´gat devient alors similaire a` celle obtenue dans le cas non e´crante´.
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En conse´quence, les effets d’e´cran influencent principalement la dynamique d’ionisa-
tion dans les premiers instants de l’interaction. Les phe´nome`nes d’e´cran acce´le`rent l’ioni-
sation des premiers e´tats de charge. Cependant, cette acce´le´ration est ensuite entie`rement
compense´e par le fait que le nanoplasma forme´ ne peut poursuivre sa dynamique avant
d’atteindre les conditions ade´quates a` l’ionisation des e´tats de charge plus e´leve´s.
D’apre`s les re´sultats obtenus, les phe´nome`nes d’e´cran influencent la dynamique d’ioni-
sation mais ne modifient pas la composition ionique finale du nanoplasma. Or, la formation
d’e´tats de charge tre`s e´leve´s est l’information pertinente concernant l’e´mission de rayon-
nement X. L’inclusion des effets d’e´cran ne modifiant pas ces re´sultats, nous n’avons par
conse´quent pas pris en compte ces effets dans le mode`le nanoplasma.
En conclusion, les re´sultats pre´sente´s dans la suite de ce chapitre n’incluent pas les
effets d’e´cran. En revanche, ils ont e´te´ obtenus en incluant des e´tats excite´s dans la des-
cription de la structure e´lectronique des ions composant l’agre´gat. Les sections efficaces de
transitions collisionnelles entre ces e´tats sont alors e´value´es a` l’aide du potentiel mode`le
non e´crante´ (de´crit au paragraphe 3.1.2) selon les approximations en ondes distordues et
en ondes planes (cf. chapitre 3).
5.2 Dynamique de l’interaction : influence de chacun
des parame`tres du mode`le
Au paragraphe 5.1.1, nous avons de´montre´ que l’inclusion d’e´tats excite´s interme´diaires
dans le mode`le nanoplasma permet de reproduire les e´tats de charge tre`s e´leve´s observe´s
expe´rimentalement. Compte tenu de ces re´sultats, il apparaˆıt donc inte´ressant d’e´tudier en
de´tail l’e´volution des diffe´rents parame`tres du nanoplasma (densite´, tempe´rature, champ
interne, ...).
Pour les conditions indique´es sur la figure 5.1, les figures 5.5 pre´sentent les e´volutions
temporelles des amplitudes des champs e´lectriques interne et externe (fig. 5.5(a)), du rayon
de l’agre´gat normalise´ au rayon initial (fig. 5.5(a)), de la densite´ et de la tempe´rature e´lec-
troniques (fig. 5.5(b)), de la charge totale de l’agre´gat et de la charge ionique moyenne (en
unite´s de charge e´le´mentaire, fig. 5.5(c)), des pressions hydrodynamique et coulombienne
(fig. 5.5(d)) et de la fre´quence de collisions e´lectron-ion (fig. 5.5(d)). L’e´volution tempo-
relle des populations ioniques correspondante a` ces re´sultats est indique´e sur la figure 5.1
page 155 et n’est donc pas repre´sente´e ici de nouveau. Le temps t=0 fs correspond au
maximum du champ laser.
La mode´lisation de´bute a` -750 fs lorsque le champ laser est suffisamment intense pour
ioniser les premiers atomes par effet tunnel et induire une densite´ d’e´lectrons libres au sein
de l’agre´gat. Tant que celle-ci reste faible, le champ interne demeure identique au champ
externe en accord avec les expressions (2.23) et (2.24) (fig. 5.5(a)). Puis a` t=-666 fs, la
densite´ atteint la valeur de 3nc caracte´ristique de l’absorption re´sonante (pour une lon-
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Fig. 5.5 – E´volutions temporelles des diffe´rents parame`tres intervenant dans le mode`le na-
noplasma pour un agre´gat d’argon (R= 350 A˚) irradie´ par une impulsion laser
(FWHM= 500 fs ; I0=1,6×1016W.cm-2 ; Ecible= 3 mJ). (a) Amplitudes des
champs e´lectriques interne et externe, rayon de l’agre´gat normalise´ a` sa valeur
initiale ; (b) densite´ et tempe´rature e´lectroniques ; (c) charge nette de l’agre´-
gat et e´tat de charge moyen ; (d) pressions coulombienne et hydrodynamique,
fre´quence de collisions e´lectron-ion.
gueur d’onde de 800 nm, cette valeur est de 3nc=5,2×1021 cm−3). A` cet instant, le champ
laser est fortement amplifie´, le champ interne vaut alors 1,8×1011 V.m−1. Il est important
de rappeler que la fre´quence de collisions e´lectron-ion, qui vaut alors 10 fs−1 (fig. 5.5(d)),
agit comme un terme d’amortissement qui permet de limiter cette re´sonance. La forte
absorption d’e´nergie induite se traduit par une importante ionisation jusqu’a` un e´tat de
charge ionique moyen de 6 (fig. 5.5(c)). En conse´quence, la densite´ e´lectronique augmente
ce qui engendre un fort champ de´polarisant qui e´crante le champ externe. Ainsi, de`s lors
que la densite´ est suffisamment importante, le champ total re´sultant est conside´rablement
re´duit (tant que ne > 6nc cf. fig. 2.3).
Suite a` cette premie`re re´sonance, le champ interne est trop faible pour prolonger la
dynamique d’ionisation. En revanche, la fre´quence de collisions e´lectron-ion est e´leve´e.
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L’absorption d’e´nergie par bremsstrahlung inverse peut donc se poursuivre et la tempe´ra-
ture e´lectronique augmente en conse´quence (5.5(b)). La forte densite´ e´lectronique, la forte
fre´quence de collisions e´lectron-ion et la tempe´rature e´lectronique croissante confe`rent
donc a` l’agre´gat les conditions optimales pour l’ionisation progressive des ions argon par
les processus collisionnels. En effet, les sections efficaces totales d’ionisation (ou d’excita-
tion) collisionnelles (et donc les taux associe´s) sont maximales pour une distribution en
e´nergie des e´lectrons proche de l’e´nergie seuil de la transition (cf. chap. 3). L’ionisation
par impact e´lectronique (directe ou par l’interme´diaire d’e´tats excite´s) permet alors de
produire des e´tats de charge tre`s e´leve´s.
Le nanoplasma traverse donc une pe´riode de quelques centaines de femtosecondes
(entre t=-660 fs et t=100 fs) au cours de laquelle la tempe´rature augmente progressive-
ment. Cependant, cette e´volution engendre une re´action du milieu : la pression hydrodyna-
mique (lie´e a` la tempe´rature) s’accroˆıt (fig. 5.5(d)). De meˆme, la distribution e´lectronique
e´tant de plus en plus e´nerge´tique, l’e´jection d’e´lectrons hors de l’agre´gat s’intensifie (fig.
5.5(c)). La charge nette de l’agre´gat augmente en conse´quence, ce qui induit un accrois-
sement de la pression coulombienne. L’amplification de ces deux pressions engendre alors
une dilatation du nanoplasma. A` t=100 fs, le rayon de l’agre´gat est quasiment multiplie´
par un facteur 3 par rapport a` sa valeur initiale (fig. 5.5(a)).
Ainsi, l’accroissement du nombre d’e´lectrons libres induit par l’ionisation progressive
des ions de l’agre´gat est contrebalance´e par l’expansion du milieu. De plus, a` cette dilata-
tion s’ajoute l’e´mission d’e´lectrons hors de l’agre´gat. Ceci conduit a` une diminution pro-
gressive de la densite´ d’e´lectrons libres, qui atteint de nouveau la valeur singulie`re de 3nc.
Cette seconde re´sonance, s’accompagne alors d’une forte augmentation du champ interne,
de nouveau limite´e par la fre´quence de collisions e´lectroniques. L’absorption re´sonante de
l’e´nergie laser induit une forte augmentation de la tempe´rature e´lectronique qui atteint
plusieurs keV (fig. 5.5(b)). Une importante fraction des e´lectrons est alors suffisamment
e´nerge´tique pour quitter l’agre´gat. L’augmentation rapide de la pression coulombienne as-
socie´e a` ce de´faut de charges et l’accroissement de la pression hydrodynamique associe´e a`
l’augmentation de la tempe´rature engendrent alors l’explosion de l’agre´gat, dont le rayon
s’accroˆıt d’un facteur 20 en quelques dizaines de femtosecondes. La seconde re´sonance
conduit donc a` la destruction du nanoplasma, et par conse´quent la fin de la dynamique
d’ionisation. L’e´tat de charge moyen final est alors de 14,7 avec une proportion de 22%
d’Ar16+.
Par conse´quent, la dynamique de l’interaction laser-agre´gat re´sulte de la combinaison
des me´canismes de´crits ci-dessus. Compte tenu de la forte densite´ d’e´lectrons libres, le
champ e´lectrique externe est fortement e´crante´ au sein de l’agre´gat pendant la majeure
partie de l’interaction. De`s lors, le champ interne n’e´tant pas assez intense, la dynamique
d’ionisation est essentiellement gouverne´e par les processus collisionnels. La formation
d’e´tats de charge tre`s e´leve´s requiert donc une forte densite´ e´lectronique et une tempe´-
rature croissante afin d’optimiser l’ionisation progressive des atomes de l’agre´gat. Cepen-
dant, cet accroissement de la tempe´rature accentue l’instabilite´ du nanoplasma qui finit
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par exploser lors de la seconde re´sonance. L’e´volution de l’interaction est par conse´quent
gouverne´e par un ensemble de parame`tres dont les e´volutions sont intrinse`quement lie´es. Il
est par conse´quent difficile, a` priori, de pre´dire la dynamique de l’interaction laser-agre´gat
pour des conditions expe´rimentales donne´es.
5.3 Re´sultats obtenus dans le cadre du mode`le nano-
plasma ame´liore´
Nous avons montre´, au cours des paragraphes pre´ce´dents, que l’inclusion d’e´tats exci-
te´s interme´diaires permet de reproduire les e´tats de charge e´leve´s observe´s expe´rimenta-
lement pour une taille d’agre´gat et une impulsion laser donne´es. Dans le but d’e´prouver
la validite´ du mode`le nanoplasma ame´liore´, il est par ailleurs inte´ressant de comparer
ces re´sultats aux donne´es expe´rimentales pre´sente´es au chapitre 1. Cette section pre´sente
donc les re´sultats the´oriques obtenus en fonction de la variation des diffe´rents parame`tres
expe´rimentaux intervenant dans l’interaction laser-agre´gat.
5.3.1 E´le´ments de comparaison the´orie/expe´rience
Les re´sultats expe´rimentaux obtenus a` Bordeaux concernent majoritairement l’e´mis-
sion de rayonnement X provenant d’ions multicharge´s. Compte tenu des donne´es acces-
sibles a` l’aide du mode`le nanoplasma, nous avons par conse´quent introduit plusieurs quan-
tite´s afin de comparer les re´sultats issus du mode`le aux donne´es expe´rimentales.
5.3.1.1 Raies d’e´mission heliumo¨ıdes
Tout d’abord, F. Dorchies et coll. ont e´tudie´ la de´pendance de l’e´mission Heα aux
diffe´rents parame`tres expe´rimentaux [Dorchies et al. 05]. Or, nos simulations incluent
explicitement le processus d’excitation de l’e´tat 1s vers l’e´tat 2p de l’Ar16+. Il est donc
relativement aise´ d’extraire du mode`le nanoplasma la dynamique de la raie de de´sexci-
tation correspondante. Les e´tats excite´s e´tant initialement regroupe´s en couches d’e´tats,
nous se´parons les populations de l’e´tat n = 2 afin d’obtenir les populations respectives
des e´tats 2p et 2s. Selon la loi statistique de Boltzmann (e´q. (3.159)) et sachant que les
e´nergies d’ionisation de ces e´tats sont tre`s proches vis a` vis de la tempe´rature e´lectronique,
nous pouvons en de´duire que l’e´tat excite´ 2p constitue 75% de la population n = 2. Le
taux de de´sexcitation radiative 2p→ 1s de l’Ar16+ peut alors eˆtre e´value´ selon :
W 2p→1s16 [s
−1] = A2p→1s16 N16,2p (5.2)
ou` N16,2p de´signe la population d’ions Ar
16+ dans l’e´tat 2p, et A2p→1s16 est le coefficient
d’Einstein pour l’e´mission spontane´e. Celui-ci est de´termine´ par l’expression [Hilborn
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ou` ~ω2p→1s et f2p→1s sont respectivement l’e´nergie et la force d’oscillateur de la transition
conside´re´e. Celles-ci sont de´termine´es dans le cadre du potentiel-mode`le de´crit au chapitre
3 et valent respectivement 3,14 keV et 0,066. L’e´valuation du taux de de´sexcitation radia-
tive a` chaque instant de l’interaction permet alors de de´terminer la dynamique temporelle
de l’e´mission de la raie Heα. De plus, l’inte´gration sur le temps de ce parame`tre nous




W 2p→1s16 dt (5.4)
Suivant le meˆme principe, nous pouvons e´galement de´terminer la dynamique des
raies d’e´mission et le nombre de photons e´mis pour les transitions Heβ (3p → 1s), Heγ
(4p→ 1s), Heδ (5p→ 1s) . . .. En revanche, notre approche potentiel-mode`le ne permet pas
la de´termination des raies d’e´mission X associe´es aux e´tats de charge Arq+ (q=11. . . 15)
et mises en e´vidence expe´rimentalement. En effet, l’e´mission X provenant de tels e´tats
de charge re´sulte de transitions en couche interne. Par exemple, la raie d’e´mission a` 3,1
keV de l’ion Ar15+ provient de la transition de l’e´tat 1s2p2 vers l’e´tat fondamental 1s22p.
Or, selon l’approche potentiel-mode`le employe´e pour de´crire la structure e´lectronique des
ions de l’agre´gat, seul l’e´lectron de valence est actif et peut donc subir une transition. Les
e´lectrons internes (et le noyau) sont assimile´s a` un coeur ionique gele´, aucune lacune en
couche interne ne peut par conse´quent eˆtre mode´lise´e dans le cadre de ce potentiel mode`le.
5.3.1.2 E´tat de charge moyen final
Afin de comparer nos re´sultats the´oriques aux donne´es expe´rimentales associe´es a`
l’e´mission X de plusieurs e´tats de charge, nous avons donc e´te´ amene´ a` introduire un
second e´le´ment de comparaison. Nous avons pre´sente´ au paragraphe 5.1.1 l’e´tat de charge







ou` N est le nombre d’atomes composant l’agre´gat et Nq de´signe la population finale (dans
l’e´tat fondamental ou dans un e´tat excite´) de chaque e´tat de charge Arq+. L’e´volution de
ce parame`tre en fonction des diverses conditions expe´rimentales permet alors d’e´valuer la
proportion d’e´tats de charge e´leve´s produits (et donc l’e´mission X associe´e).
La comparaison de cette donne´e aux re´sultats expe´rimentaux ne´cessite cependant la
de´termination d’un e´tat de charge moyen expe´rimental Zexpmoy. Celui-ci peut eˆtre e´value´ a`
partir d’un spectre d’e´mission X mesure´ moyennant certaines approximations. La figure
5.6 pre´sente un spectre d’e´mission X haute re´solution typique de l’interaction entre une
impulsion laser et un agre´gat d’argon. L’e´tat de charge moyen expe´rimental est de´duit
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Fig. 5.6 – E´valuation de l’e´tat de charge moyen expe´rimental Zexpmoy a` partir d’un spectre
d’e´mission X mesure´. Ce spectre a e´te´ obtenu avec des agre´gats d’argon irradie´s
par une impulsion de 70 fs et d’intensite´ creˆte I0=10
18 W.cm−2 [Dobosz 98].
du spectre en prenant en compte les contributions de chaque ion dans le spectre. La
contribution d’un ion est de´finie comme q fois l’inte´grale des raies e´mises par l’ion SArq+ ,





La me´thode d’e´valuation employe´e pour l’e´tat de charge moyen expe´rimental sous-
entend cependant certaines hypothe`ses. Les diffe´rentes raies mesure´es dans cette gamme
spectrale re´sultent de transitions radiatives d’un e´lectron de la couche L vers la couche K,
soit des transitions du type 2p → 1s. L’expression (5.6) suppose donc que les e´tats exci-
te´s initiaux sont e´quiprobablement peuple´s quel que soit l’ion conside´re´. La figure 5.7(a)
pre´sente, en fonction de l’e´nergie d’un e´lectron incident, les sections efficaces d’excitation
collisionnelles pour une transition d’un e´lectron 1s vers un e´tat 2p pour les ions Arq+
(q=12. . . 16). Ces re´sultats ont e´te´ obtenus suivant l’approximation des ondes distordues
a` l’aide des codes de physique atomique de´veloppe´s au laboratoire de Los Alamos (LANL,
”Los Alamos National Laboratory”) pour l’Agence Internationale a` l’E´nergie Atomique
[IAEA ]. Ces donne´es indiquent que les sections d’excitation en couche interne 1s → 2p
sont du meˆme ordre de grandeur quel que soit l’e´tat de charge conside´re´. Les sections as-
socie´es aux ions Ar16+, Ar15+ et Ar14+ sont particulie`rement proches alors que les sections
d’excitation des ions Ar13+ et Ar12+ sont le´ge`rement plus faibles.
La me´thode utilise´e implique e´galement que les taux de de´sexcitation radiative de
chacun de ces e´tats de charge soient du meˆme ordre de grandeur. Ceci peut eˆtre estime´ a`
l’aide des forces d’oscillateur et des coefficients d’Einstein associe´s a` l’e´mission spontane´e
des e´tats excite´s 2p vers les e´tats 1s pour les diffe´rents e´tats de charge. Ceux-ci, ainsi
que les e´nergies de transition, sont pre´sente´s dans le tableau 5.7(b). Ces donne´es ont
e´galement e´te´ obtenus a` l’aide des codes LANL1 [IAEA ]. Les re´sultats indiquent que les
1Il est important de noter que ces donne´es re´sultent de moyennes sur les transitions entre les sous-e´tats
LS initiaux et finaux.
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(a) ∆E [keV] f2p→1s A2p→1sq [s−1]
Ar16+ 3,13 0,0658 2,8×1013
Ar15+ 3,11 0,0638 2,7×1013
Ar14+ 3,08 0,0618 2,5×1013
Ar13+ 3,06 0,119 4,9×1013
Ar12+ 3,03 0,173 6,9×1013
(b)
Fig. 5.7 – (a) Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles 1s → 2p de´termine´es
selon l’approximation des ondes distordues pour diffe´rents ions Arq+ en fonc-
tion de l’e´nergie Ei de l’e´lectron incident [IAEA ]. (b) E´nergies de transi-
tion, forces d’oscillateur (en e´mission) et coefficients d’Einstein pour l’e´mis-
sion spontane´e associe´s aux sections pre´sente´es en (a).
taux d’e´mission de tous les e´tats de charge conside´re´s sont du meˆme ordre de grandeur,
bien que les coefficients d’Einstein soient le´ge`rement plus importants pour les ions Ar13+
et Ar12+.
L’expression (5.6) suppose enfin que les rendements de fluorescence des diffe´rents ions
e´metteurs sont e´gaux. Or, les ions Arq+ avec q < 16 se de´sexcitent e´galement par effet
Auger [Bhalla 73]. Il convient cependant de remarquer qu’une partie de l’e´mission pro-
venant de ces ions n’est pas prise en compte dans l’e´valuation de l’e´tat de charge moyen
expe´rimental. En effet, l’e´nergie des raies d’e´mission associe´es a` la de´sexcitation de l’e´lec-
tron de valence est de quelques centaines d’eV (par exemple, l’e´nergie de la transition
3p → 2s de l’ion Ar15+ est de 527 eV). Ces raies ne sont donc pas dans la gamme de
mesure des spectres haute re´solution tel que celui de la figure 5.6. Ainsi, l’expression (5.6)
ne permet de de´terminer qu’une valeur approximative de l’e´tat de charge moyen expe´ri-
mental. Nous n’e´tudierons par conse´quent que le comportement qualitatif de ce parame`tre.
5.3.2 E´mission X en fonction de la dure´e de l’impulsion
Au chapitre 1, nous avons montre´ que, pour une e´nergie sur cible maintenue constante,
il existe une dure´e d’impulsion pour laquelle l’e´mission X est maximale. La figure 5.8(a)
pre´sente les re´sultats expe´rimentaux obtenus par F. Dorchies et coll. lors de l’interaction
d’un jet d’agre´gats d’argon avec une impulsion laser dont l’e´nergie est fixe´e a` 3 mJ.
L’e´mission X associe´e a` la raie Heα a` 3,14 keV a e´te´ mesure´e en fonction de la dure´e
d’impulsion pour deux tailles d’agre´gat diffe´rentes [Dorchies et al. 05].
Nous nous sommes par conse´quent place´s dans des conditions similaires pour effectuer
des simulations a` l’aide du mode`le nanoplasma ame´liore´. L’inclusion du taux de de´sex-
citation radiative 2p → 1s pour l’ion Ar16+ (e´qs (5.2) et (5.4)) nous permet par ailleurs
de comparer directement nos re´sultats the´oriques aux donne´es expe´rimentales. Il faut
cependant prendre en compte le fait que l’e´nergie de l’impulsion laser est distribue´e tem-
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porellement et spatialement (cf. e´qs (1.7) et (1.8)). Nous avons par conse´quent effectue´,
pour une dure´e d’impulsion donne´e, plusieurs simulations en fonction de la distance au
maximum de l’impulsion afin de moyenner nos re´sultats sur la distribution spatiale en










ou` NHeα(ri) de´signe le nombre de photons a` 3,14 keV obtenus pour un agre´gat situe´ a`
une distance ri du maximum de l’impulsion. Nous avons effectue´ des simulations tous les











pour un agre´gat situe´ a` une distance ri du maximum.
Il est e´galement important de prendre en compte le fait que les tailles d’agre´gat mesu-
re´es repre´sentent des valeurs moyennes. F. Dorchies et coll. estiment a` 11% la de´viation
standard du rayon d’un agre´gat dont la valeur moyenne est de 350 A˚ et a` 12% celle d’un
rayon moyen de 275 A˚ [Dorchies et al. 03]. Nous avons par conse´quent e´galement pris en










ou` NHeα(R) de´signe le nombre de photons a` 3,14 keV obtenus pour une taille d’agre´gat
R donne´e. En pratique, nous avons conside´re´ trois tailles d’agre´gats pour chaque valeur
moyenne : les deux extrema associe´s a` la de´viation standard conside´re´e ainsi que la valeur
moyenne elle-meˆme (soit 310 ; 350 et 390 A˚ pour 〈R〉=350 A˚). Les coefficients αi sont
e´gaux a` 0,5 pour la valeur moyenne et 0,25 pour les deux extremas.
La figure 5.8(b) pre´sente les re´sultats the´oriques obtenus en moyennant sur la distri-
bution en intensite´ de l’impulsion et sur la distribution en taille des agre´gats dans le jet.
Le nombre de photons e´mis a` 3,14 keV est repre´sente´ en fonction de la dure´e de l’impul-
sion pour deux tailles d’agre´gat. Les conditions de l’interaction sont identiques a` celles
de la figure 5.8(a). Nous constatons tout d’abord que le mode`le nanoplasma permet de
reproduire le comportement observe´ expe´rimentalement : les re´sultats the´oriques mettent
e´galement en e´vidence une dure´e d’impulsion optimale τopt pour laquelle l’e´mission X a`
3,14 keV est maximale. Nous observons de plus que cet optimum de´pend de la taille des
agre´gats et croˆıt avec le rayon moyen, ainsi que le montrent les re´sultats expe´rimentaux.
En revanche, les maxima the´oriques obtenus sont le´ge`rement plus faibles que ceux ob-
serve´s : pour 〈R〉=350 A˚, l’e´mission a` 3,14 keV est maximale pour une dure´e de 400 fs
alors que l’optimum expe´rimental est plutoˆt de 500 fs. De meˆme, pour 〈R〉=275 A˚, le
mode`le indique un optimum de 300 fs alors qu’il est expe´rimentalement de 400 fs. Nous
pouvons e´galement remarquer que le comportement du signal the´orique obtenu est plus
pique´ autour de l’optimum que ne le sont les re´sultats expe´rimentaux.
Afin de mettre en e´vidence l’influence des moyennes sur la re´partition spatiale de l’in-
tensite´ et sur la dispersion en tailles des agre´gats (e´qs (5.7) et (5.8)), nous avons e´galement
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Fig. 5.8 – Intensite´ de l’e´mission X pour la raie Heα en fonction de la dure´e d’impulsion
(FWHM). L’e´nergie de l’impulsion est conserve´e constante a` 3 mJ, le rayon
de l’impulsion en 1/e de l’intensite´ est de 2,9 µm, et la longueur d’onde est
de 800 nm. Deux tailles moyennes d’agre´gats sont conside´re´es : 〈R〉=350 A˚
(¥) et 〈R〉=275 A˚ (N). (a) Re´sultats expe´rimentaux [Dorchies et al. 05] et
(b) re´sultats the´oriques. La courbe en pointille´s sur la figure (b) repre´sente les
re´sultats non moyenne´s pour R=350 A˚ (cf. texte).
repre´sente´ sur la figure 5.8(b) les re´sultats obtenus pour R= 350 A˚ lorsque ni la moyenne
sur la distribution spatiale en intensite´, ni la moyenne sur la distribution en taille des
agre´gats ne sont prises en compte. Ces re´sultats indiquent que les valeurs moyenne´es per-
mettent de mieux reproduire les donne´es expe´rimentales : la dure´e optimale obtenue est
plus proche de la valeur re´elle mesure´e, et la gamme de dure´e d’impulsion pour laquelle
l’e´mission X est favorise´e est e´largie.
Nous avons e´galement compare´ nos re´sultats aux donne´es obtenues par E. Parra et coll.
[Parra et al. 00]. Ces auteurs ont e´tudie´ l’e´mission X (>1,5 keV) produite par des agre´gats
d’argon. Pour une e´nergie sur cible de 50 mJ et des agre´gats de 400 A˚ de rayon moyen,
les auteurs obtiennent une e´mission maximale pour une dure´e d’impulsion de l’ordre de
300 fs. Les re´sultats obtenus par E. Parra et coll. sont repre´sente´s sur la figure 5.9. Il
est important de pre´ciser que les donne´es expe´rimentales ont trait a` l’e´mission de photons
dont l’e´nergie est supe´rieure a` 1,5 keV, sans discrimination du processus radiatif mis en jeu
(bremsstrahlung, de´sexcitation) ni de l’e´tat de charge concerne´ par la de´sexcitation. Nous
ne pouvons par conse´quent pas directement comparer ces re´sultats aux donne´es the´oriques
obtenues. Cependant, l’e´mission X supe´rieure a` 1,5 keV est favorise´e par une importante
population d’e´lectrons chauds. En effet, cette population permet de ge´ne´rer des photons
X par bremsstrahlung, mais est e´galement propice a` la production des e´tats de charge les
plus e´leve´s. Nous pouvons par conse´quent supposer que le maximum d’e´mission X supe´-
rieure a` 1,5 keV correspond au maximum de photons Heα e´mis. La figure 5.9 pre´sente
ainsi la variation d’e´mission X a` 3,14 keV obtenue the´oriquement en fonction de la dure´e
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Fig. 5.9 – (×—×) Variation de l’e´mission X pour la raie Heα (3,14 keV) en fonction de la
dure´e d’impulsion. Ces re´sultats ont e´te´ obtenus pour une e´nergie par impulsion
de 50 mJ et une longueur d’onde de 800 nm. Le rayon de l’impulsion en 1/e de
l’intensite´ est de 10 µm, ce qui donne un e´clairement creˆte de 1,3×1017W.cm-2
pour une dure´e d’impulsion a` mi-hauteur de 100 fs. (•) Donne´es expe´rimentales
obtenues par E. Parra et coll. pour l’e´mission X supe´rieure a` 1,5 keV [Parra
et al. 00].
de l’impulsion dans les meˆmes conditions que E. Parra et coll.2. Nous constatons que le
mode`le nanoplasma permet de reproduire le comportement des re´sultats expe´rimentaux.
Nous obtenons e´galement une e´mission X maximale pour une dure´e d’impulsion optimale
de 300 fs.
Il est cependant important de remarquer que les re´sultats expe´rimentaux obtenus a`
faible dure´e d’impulsion ne sont pas reproduits par les simulations. Les donne´es obtenues
par F. Dorchies et coll. (cf. fig. 5.8), E. Parra et coll. (cf. fig. 5.9) et C. Prigent et coll.
[Prigent 04] montrent en effet que l’e´mission de photons X est non nulle pour une dure´e
d’impulsion de quelques dizaines de femtosecondes, contrairement aux re´sultats the´oriques
obtenus. Ceci semble par conse´quent indiquer que des processus supple´mentaires interve-
nant plus spe´cifiquement a` faible dure´e d’impulsion doivent eˆtre pris en compte dans le
mode`le. Cette lacune sera rediscute´e par la suite.
Compte tenu du bon accord the´orie/expe´rience obtenu pour diverses conditions laser et
diffe´rentes tailles d’agre´gat, la description de la dynamique d’ionisation employe´e dans le
mode`le nanoplasma s’ave`re eˆtre approprie´e pour la de´termination de la dure´e d’impulsion
optimale pour l’e´mission X. Nous pouvons par conse´quent utiliser le mode`le nanoplasma
pour comprendre l’e´mergence de cet optimum. Les figures 5.10 pre´sentent les e´volutions
temporelles de plusieurs parame`tres du mode`le pour trois dure´es d’impulsion diffe´rentes
(200 fs, 300 fs, et 1 ps). Nous nous plac¸ons dans les conditions pre´sente´es sur la figure
5.8(b) pour R=350 A˚, lorsque les distributions en intensite´ et en tailles d’agre´gat ne sont
2Les re´sultats the´oriques pre´sente´s ne tiennent pas compte de la distribution en intensite´ de l’impulsion
ni de la distribution en taille des agre´gats.
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pas prises en compte. L’e´mission X maximale pour la raie Heα est alors obtenue pour
une dure´e d’impulsion a` mi-hauteur de 300 fs. Le temps t = 0 a e´te´ fixe´ sur toutes
les figures 5.10 a` l’instant ou` le champ e´lectrique est de 1010 V.m−1 quelle que soit la
dure´e d’impulsion afin de pouvoir comparer les e´volutions des diffe´rentes donne´es. Les
parame`tres pre´sente´s sont :
– Figures de gauche : E´volutions temporelles des amplitudes du champ e´lectrique laser
et du champ e´lectrique interne.
– Figures du centre : E´volutions temporelles de la tempe´rature e´lectronique au sein
de l’agre´gat.
– Figures de droite : E´volutions temporelles des populations totales Nq (e´tat fonda-
mental + e´tats excite´s) de certains e´tats de charge Arq+ (normalise´es au nombre
d’atomes N dans l’agre´gat).
Lorsque l’impulsion est de tre`s courte dure´e, le champ laser croˆıt rapidement. Ceci
induit alors une ionisation d’autant plus rapide que la dure´e d’impulsion est courte. Par
exemple, pour une dure´e d’impulsion de 200 fs, l’Ar8+ commence a` se peupler 60 fs apre`s le
de´but de l’interaction (cf. fig. 5.10(a)) alors qu’il faut attendre 100 fs pour une impulsion
d’une dure´e de 300 fs (cf. fig. 5.10(b)). Cette dynamique d’ionisation plus rapide n’est
cependant pas garante d’une plus forte production d’Ar16+ excite´s. En effet, lorsque la
dure´e d’impulsion est trop courte (200 fs), la seconde re´sonance a` ne = 3nc survient alors
que l’amplitude du champ e´lectrique est faible (fig. 5.10(a)). L’absorption re´sonante de
l’e´nergie laser est donc ne´gligeable et la tempe´rature e´lectronique (.500 eV) ne croˆıt
pas suffisamment pour exciter les ions Ar16+ forme´s au cours de l’interaction. Une dure´e
d’impulsion plus e´leve´e (fig. 5.10(b)) assure en revanche un chauffage re´sonant conse´quent
qui ge´ne`re une importante population d’e´lectrons chauds (Te & 1 keV). Celle-ci permet
alors la formation d’Ar16+ excite´s et induit donc une forte e´mission de rayonnement X
a` 3,14 keV. L’augmentation de la dure´e d’impulsion permet par conse´quent d’accroˆıtre
l’absorption de l’e´nergie laser.
Cependant, une dure´e d’impulsion plus longue entraˆıne e´galement une dynamique d’io-
nisation plus lente. Pour une dure´e d’impulsion de 1 ps (fig. 5.10(c)), l’Ar8+ commence a`
se peupler 300 fs apre`s le de´but de l’interaction. Le peuplement des e´tats de charge e´leve´s
se fait alors beaucoup plus progressivement que dans le cas d’une impulsion plus courte.
La figure 5.10(c) indique qu’a` l’amorce de la seconde re´sonance a` ne = 3nc (t ∼ 1200 fs),
il n’y a quasiment aucun ion Ar16+ forme´. La forte absorption d’e´nergie permet alors de
peupler cet e´tat de charge mais, la re´sonance induisant e´galement l’explosion de l’agre´gat,
peu d’Ar16+ excite´s (et donc peu de photons Heα) peuvent eˆtre ge´ne´re´s lors de ce court
laps de temps.
Par conse´quent, une trop courte dure´e d’impulsion permet de peupler les e´tats de
charge e´leve´s, mais limite l’e´mission X de par la trop faible tempe´rature e´lectronique ge´-
ne´re´e. A` contrario, une trop longue dure´e d’impulsion ralentit la dynamique d’ionisation.
Les e´tats de charge e´leve´s sont alors peu peuple´s au moment de la forte absorption d’e´ner-
gie, ce qui restreint l’e´mission de rayonnement X. L’apparition d’un maximum d’e´mission
X pour une dure´e d’impulsion particulie`re re´sulte donc de la combinaison d’une absorption
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(a) E´volutions pour une dure´e d’impulsion de 200 fs (soit un e´clairement creˆte de 4×1016 W.cm−2).




















































(b)E´volutions pour une dure´e d’impulsion de 300 fs (soit un e´clairement creˆte de 2,7×1016 W.cm−2).




















































(c) E´volutions pour une dure´e d’impulsion de 1000 fs (soit un e´clairement creˆte de 8×1015 W.cm−2).
Fig. 5.10 – E´volutions temporelles des amplitudes des champ e´lectriques interne et ex-
terne (figures de gauche), de la tempe´rature e´lectronique (figures du centre) et
des populations de certains e´tat de charge (normalise´es au nombre d’atomes
N dans l’agre´gat) (figures de droite) pour l’interaction d’un agre´gat d’argon
(R=350 A˚) avec une impulsion laser (E=3 mJ ; λ=800 nm). Trois dure´es
d’impulsion a` mi-hauteur sont conside´re´es : (a) 200 fs ; (b) 300 fs ; et (c) 1
ps.
(re´sonante) d’e´nergie efficace associe´e a` une dynamique d’ionisation performante. Il est
171
Chapitre 5. Mode´lisation de l’interaction laser-agre´gat : re´sultats
par conse´quent important de noter que ces conditions optimales ne correspondent pas ne´-
cessairement a` la situation pour laquelle l’absorption re´sonante co¨ıncide exactement avec
le maximum de l’impulsion laser.
5.3.3 E´mission X en fonction du rayon de l’agre´gat
Nous avons vu au paragraphe pre´ce´dent que F. Dorchies et coll. ont mis en e´vidence
une dure´e d’impulsion optimale pour l’e´mission de rayonnement X [Dorchies et al. 05].
Ces auteurs ont par ailleurs de´montre´ que cet optimum croˆıt avec la taille de l’agre´gat.
Or, la figure 5.8(b) de´montre que nos simulations reproduisent cette variation. Le mode`le
nanoplasma ame´liore´ semble donc e´galement adapte´ pour de´crire l’e´volution des re´sultats
en fonction de la taille des agre´gats irradie´s.
Nous avons e´galement conside´re´ les re´sultats obtenus par S. Dobosz [Dobosz 98].
Pour un agre´gat d’argon irradie´ par une impulsion laser d’une dure´e de 70 fs, et dont
l’e´clairement creˆte est de 1018 W.cm−2, S. Dobosz a e´tudie´ l’e´volution de l’e´tat de charge
moyen en fonction de la taille des agre´gats. L’e´tat de charge moyen expe´rimental Zexpmoy
est de´termine´ selon la me´thode de´crite au paragraphe 5.3.1.2. La figure 5.11(a) pre´sente
l’e´volution de l’e´tat de charge moyen en fonction du rayon moyen 〈R〉 des agre´gats irradie´s.
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Fig. 5.11 – Variation de l’e´tat de charge moyen en fonction du rayon des agre´gats irra-
die´s. La dure´e a` mi-hauteur de l’impulsion est de 70 fs, et l’e´clairement creˆte
est de 1018 W.cm-2. (a) Re´sultats expe´rimentaux obtenus a` partir du spectre
d’e´mission X (cf. texte) [Dobosz 98]. (b) Re´sultats the´oriques obtenus a` l’aide
du mode`le nanoplasma ame´liore´.
Les re´sultats the´oriques obtenus a` l’aide du mode`le nanoplasma sont pre´sente´s sur la
figure 5.11(b). Il est important de pre´ciser que nos donne´es ne sont pas moyenne´es ni sur
la distribution en intensite´ du faisceau laser, ni sur la distribution en taille des agre´gats.
De plus, l’e´tat de charge moyen expe´rimental est de´termine´ a` partir du spectre d’e´mission
X en ne conside´rant que les transitions associe´es a` des lacunes en couche K pour les ions
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e´metteurs Arq+ (q = 12 . . . 16). Par conse´quent, les e´tats de charge moyens obtenus ne
pre´sentent qu’une valeur approximative, et seule une comparaison qualitative des donne´es
expe´rimentales et the´oriques peut eˆtre effectue´e.
La figure 5.11 indique que nos simulations permettent de reproduire le comportement
obtenu expe´rimentalement : l’e´tat de charge moyen augmente avec le rayon de l’agre´gat,
indiquant ainsi une e´mission X de plus en plus importante. Cependant, a` partir d’une
certaine taille d’agre´gat, un phe´nome`ne de saturation apparaˆıt, la croissance de l’e´tat de
charge moyen en fonction de la taille des agre´gats est alors plus mode´re´e. Les re´sultats
the´oriques indiquent que l’e´tat de charge moyen tend vers une valeur maximale de l’ordre
de 16. Ceci est cohe´rent avec les re´sultats expe´rimentaux puisque la pre´sence d’Ar17+ n’a
jamais e´te´ mise en e´vidence expe´rimentalement. Les re´sultats de J.P. Rozet et coll. corro-
borent e´galement nos donne´es [Rozet et al. 01]. En effet, ces auteurs ont e´tudie´ l’e´volution
de l’e´nergie moyenne des photons X e´mis en fonction de la pression en amont de la buse
pour des conditions proches de celles de S. Dobosz (I0 =6,7×1017 W.cm−2, τFWHM = 80
fs). Les re´sultats mettent en e´vidence que l’e´nergie moyenne des photons X e´mis converge
vers une valeur supe´rieure a` 3,1 keV lorsque le rayon des agre´gats croˆıt (jusqu’a` R ∼ 340
A˚). Ceci indique alors que dans ces conditions, le rayonnement X provient d’ions Arq+
tre`s fortement charge´s (q & 14).
La description de l’interaction laser-agre´gat selon le mode`le nanoplasma ame´liore´
s’ave`re donc eˆtre approprie´e pour e´tudier la variation de l’e´mission X en fonction de la
taille des agre´gats irradie´s. Afin de comprendre les me´canismes impliquant cette variation,
nous avons repre´sente´ sur les figures 5.12 les e´volutions temporelles de certains parame`tres
gouvernant la dynamique de l’interaction. Les donne´es pre´sente´es sur ces figures ont e´te´
obtenues dans des conditions similaires a` celles de F. Dorchies et coll. [Dorchies et al. 05] :
Pour une impulsion de 3 mJ, la dure´e a` mi-hauteur de l’impulsion laser est de 300 fs, ce
qui correspond a` un e´clairement creˆte de 2,7×1016 W.cm−2. Deux rayons d’agre´gat sont
conside´re´s : R=275 A˚ (fig. 5.12(a)) et R=350 A˚ (fig. 5.12(b)). Le temps t=0 fs corres-
pond au maximum du champ laser. Dans ces conditions, F. Dorchies et coll. ont montre´
que le rayonnement X a` 3,14 keV (Ar16+ 2p → 1s) croˆıt avec la taille des agre´gats. Les
parame`tres pre´sente´s sur ces figures sont :
– Figures de gauche : E´volutions temporelles des pressions coulombienne et hydrody-
namique, ainsi que de la tempe´rature e´lectronique au sein de l’agre´gat.
– Figures du centre : E´volutions temporelles des amplitudes du champ e´lectrique laser
et du champ e´lectrique interne.
– Figures de droite : E´volutions temporelles des populations totales Nq (e´tat fonda-
mental + e´tats excite´s) de certains e´tats de charge Arq+ (normalise´es au nombre
d’atomes N dans l’agre´gat).
Il est tout d’abord inte´ressant de noter que dans la premie`re partie de la dynamique de
l’interaction (pour t<0 fs), les e´volutions des diffe´rents parame`tres sont quasiment iden-
tiques quelle que soit la taille de l’agre´gat. Au temps t=0 fs, la pression hydrodynamique
vaut 0,15 ua pour les deux tailles d’agre´gat conside´re´es. La pression coulombienne est en
revanche plus importante pour l’agre´gat de petite taille. A` t=0 fs, elle vaut 10−2 ua pour
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(a) E´volutions pour un rayon d’agre´gat de 275 A˚.
































































(b) E´volutions pour un rayon d’agre´gat de 350 A˚.
Fig. 5.12 – E´volutions temporelles des pressions coulombienne et hydrodynamique, ainsi
que de la tempe´rature e´lectronique (figures de gauche), des amplitudes des
champs e´lectriques interne et externe (figures du centre) et des populations de
certains e´tats de charge (normalise´es au nombre d’atomes N dans l’agre´gat)
(figures de droite) pour l’interaction d’un agre´gat d’argon avec une impulsion
laser (E=3 mJ ; τFWHM=300 fs ; I0=2,7×1016 W.cm−2 ; λ=800 nm). Deux
tailles d’agre´gats sont conside´re´es : (a) 275 A˚ ; et (b) 350 A˚.
l’agre´gat de 275 A˚ (cf. fig. 5.12(a)) alors qu’elle vaut 5×10−3 ua pour l’agre´gat de 350
A˚ (cf. fig. 5.12(b)). Cette pression varie en effet en 1/R4 (cf. e´q. (2.69)). L’expansion du
plus petit agre´gat est donc plus rapide, ce qui induit une absorption re´sonante plus pre´-
coce. Les e´volutions temporelles des champs e´lectriques internes indiquent que la seconde
re´sonance survient a` t ∼ 180 fs pour l’agre´gat de 275 A˚ alors qu’elle apparaˆıt a` t ∼ 300
fs pour l’agre´gat de 350 A˚. Par conse´quent, plus le rayon initial de l’agre´gat irradie´ est
faible, et plus il explose rapidement.
L’e´volution temporelle des populations des diffe´rents e´tats de charge confirme que la
dynamique initiale de l’interaction (pour t<0 fs) est tre`s similaire quelle que soit la taille de
l’agre´gat. Dans les deux cas conside´re´s, les e´tats de charge successifs Arq+ atteignent leurs
peuplements maximum pour des temps t identiques (pour q ≤13), et l’Ar16+ se peuple
a` partir du temps t=0 fs. L’absorption re´sonante permet alors d’atteindre une tempe´ra-
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ture e´lectronique suffisante pour exciter ces ions. Cependant, pour le plus petit agre´gat,
la seconde re´sonance survenant plus rapidement que pour l’agre´gat de 350 A˚, le nombre
d’Ar16+ forme´s avant que l’agre´gat n’explose est plus faible. L’e´mission de rayonnement
X associe´ a` cet e´tat de charge est donc moins importante pour l’agre´gat de 275 A˚.
Par conse´quent, pour des conditions laser donne´es, une taille d’agre´gat plus e´leve´e
permet d’accroˆıtre le laps de temps durant lequel le syste`me reste confine´. Ceci conduit
alors a` un accroissement des populations des ions multicharge´s, favorisant ainsi l’e´mission
X associe´e a` ces e´tats de charge. Compte tenu de ce comportement, il apparaˆıt inte´ressant
d’extrapoler ces re´sultats pour des tailles d’agre´gat plus e´leve´e. Les figures 5.13 pre´sentent
les e´volutions temporelles des pressions, de la tempe´rature, des champs e´lectriques et des
populations de certains e´tats de charge (normalise´es au nombreN d’atomes dans l’agre´gat)
pour un rayon d’agre´gat de 500 A˚. Les conditions laser sont identiques a` celles pre´sente´es
sur la figure 5.12.































































Fig. 5.13 – E´volutions temporelles des pressions coulombienne et hydrodynamique, et de
la tempe´rature e´lectronique (figures de gauche), des amplitudes des champ
e´lectriques interne et externe (figures du centre) et des populations de certains
e´tats de charge (normalise´es au nombre d’atomes N dans l’agre´gat) (figures de
droite) pour l’interaction d’un agre´gat d’argon (R=500 A˚) avec une impulsion
laser (E=3 mJ, τFWHM=300 fs ; I0=2,7×1016 W.cm−2 ; λ=800 nm).
Les e´volutions temporelles obtenues confirment le comportement pre´sente´ pre´ce´dem-
ment. Le rayon initial de l’agre´gat e´tant plus important, la pression coulombienne est plus
faible et le syste`me reste concentre´ durant un intervalle de temps plus important. Ceci
permet donc d’augmenter la population des ions multicharge´s (a` t=600 fs, l’agre´gat est
compose´ de 78% d’Ar16+). Cependant, la seconde re´sonance e´tant par conse´quent retar-
de´e, le champ laser est alors trop faible pour que l’absorption d’e´nergie a` ne = 3nc soit
significative. La tempe´rature e´lectronique n’atteint donc pas une valeur suffisante pour
exciter significativement les ions Ar16+. L’e´mission X a` 3,14 keV est par conse´quent plus
faible pour cette taille d’agre´gat, en comparaison avec un agre´gat de 350 A˚.
Les re´sultats obtenus indiquent que, pour une impulsion laser donne´e, il existe une
taille d’agre´gat optimale pour l’e´mission de rayonnement X. De fac¸on similaire a` l’op-
timum en dure´e d’impulsion, cet optimum re´sulte de la combinaison d’un ensemble de
conditions ide´ales (absorption d’e´nergie importante, dynamique d’ionisation efficace) qui
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permettent alors d’optimiser l’e´mission X.
5.3.4 E´mission X en fonction de l’e´clairement creˆte
Les re´sultats expe´rimentaux pre´sente´s au chapitre 1 indiquent que l’e´mission X de´pend
de l’e´nergie contenue dans l’impulsion laser. F. Dorchies et coll. ont montre´ que, pour une
dure´e d’impulsion fixe´e, le rayonnement X a` 3,14 keV provenant d’agre´gats d’argon (〈R〉 ∼
275 A˚) augmente lorsque l’e´nergie de l’impulsion croˆıt de 1,8 mJ a` 3,8 mJ [Dorchies et al.
05]. L’e´clairement creˆte correspondant est alors respectivement de 1,6×1016 W.cm−2 et
de 3,8×1016 W.cm−2 pour une dure´e d’impulsion de 300 fs. Ces donne´es sont repre´sente´es
sur la figure 5.14(a) en fonction de la dure´e d’impulsion a` mi-hauteur.
Les re´sultats obtenus a` l’aide du mode`le nanoplasma ame´liore´ pour des conditions simi-
laires sont repre´sente´s sur la figure 5.14(b). Suivant une me´thode identique a` celle de´crite
au paragraphe 5.3.2, les re´sultats the´oriques pre´sente´s prennent en compte la distribution
spatiale de l’intensite´ laser ainsi que la distribution en taille des agre´gats irradie´s (cf. e´qs
(5.7) et (5.8)).
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Fig. 5.14 – Intensite´ de l’e´mission X pour la raie Heα en fonction de la dure´e d’impulsion
(FWHM) pour des agre´gats d’argon (〈R〉= 275 A˚) irradie´s par une impulsion
laser (λ=800 nm). L’e´nergie contenue dans l’impulsion est soit de 3,8 mJ
(¥), soit de 1,8 mJ (N). (a) Re´sultats expe´rimentaux [Dorchies et al. 05] et
(b) re´sultats the´oriques.
D’apre`s la figure 5.14(b), les simulations effectue´es indiquent que l’e´mission X a` 3,14
keV croˆıt avec l’e´clairement creˆte. Comme pour les re´sultats expe´rimentaux, ce comporte-
ment est observe´ quelle que soit la dure´e de l’impulsion. Au paragraphe 5.3.2, nous avons
par ailleurs montre´ qu’il existe, pour une e´nergie par impulsion et une taille d’agre´gat
donne´es, une dure´e d’impulsion optimale pour l’e´mission X. Les re´sultats expe´rimentaux
indiquent que cet optimum croˆıt lorsque l’e´nergie sur cible diminue. Il est inte´ressant de
constater que la variation de cet optimum avec l’e´nergie est e´galement reproduite par les
simulations (bien que les dure´es optimales obtenues the´oriquement soient plus faibles que
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les donne´es expe´rimentales). Ces re´sultats indiquent donc que le mode`le nanoplasma ame´-
liore´ permet de reproduire la variation de l’e´mission X associe´e a` la raie Heα en fonction
de l’e´clairement creˆte de l’impulsion laser.
Compte tenu de ces re´sultats, il apparaˆıt par conse´quent inte´ressant d’e´tudier la va-
riation du nombre de photons correspondant a` la raie Heα pour de plus hautes e´nergies
par impulsion, toutes choses e´tant e´gales par ailleurs. Nous avons donc effectue´ des simu-
lations pour un agre´gat de 275 A˚ de rayon irradie´ par une impulsion de 300 fs de dure´e
a` mi-hauteur. La figure 5.15 pre´sente la variation du nombre de photons X e´mis3 (a` 3,14
keV) en fonction de l’e´clairement creˆte I0. La largeur spatiale de l’impulsion en 1/e de
l’intensite´ est prise e´gale a` 2,9 µm, et l’on conside`re que 75 % de l’e´nergie est concen-
tre´e dans la taˆche focale. L’e´nergie contenue dans l’impulsion correspondante, e´galement
indique´e sur la figure, est alors de´termine´e selon l’expression (1.8).
0 10 20 30 40 50














0 0.5 1 1.5 2 2.5 3 3.5 4
I0   [10
17
 W.cm-2]
Fig. 5.15 – Nombre de photons Heα (3,14 keV) e´mis par un agre´gat d’argon en fonction
de l’e´clairement creˆte. La dure´e de l’impulsion a` mi-hauteur est de 300 fs et
le rayon de l’agre´gat est de 275 A˚.
L’e´volution du nombre de photons X e´mis en fonction de l’e´clairement creˆte de´montre
l’apparition d’un phe´nome`ne de saturation a` haute intensite´. Nous avons montre´ aux
paragraphes pre´ce´dents que l’optimisation de l’e´mission X requiert une forte population
d’Ar16+ associe´e a` une tempe´rature e´lectronique e´leve´e. Pour une dure´e laser et une taille
d’agre´gat donne´es, l’augmentation de l’e´clairement creˆte permet d’accroˆıtre l’absorption
d’e´nergie, acce´le´rant ainsi la dynamique d’ionisation vers les e´tats de charge e´leve´s. Les
populations de ces ions multicharge´s augmentent alors, favorisant ainsi l’e´mission X.
Le peuplement de plus en en plus important de ces e´tats de charge e´leve´s est cepen-
dant limite´ par l’instabilite´ de l’agre´gat. En effet, lorsque le nanoplasma devient essen-
tiellement compose´ d’ions multicharge´s, l’accroissement de l’absorption d’e´nergie par les
e´lectrons induit ne´cessairement l’explosion de l’agre´gat. Sachant qu’une population d’e´lec-
3Les re´sultats pre´sente´s ne sont moyenne´s ni sur la distribution spatiale de l’intensite´ ni sur la distri-
bution en taille des agre´gats.
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trons de l’ordre du keV est ne´cessaire pour exciter les ions multicharge´s, il existe alors
une composition ionique limite au dela` de laquelle le nanoplasma est ine´vitablement in-
stable. L’augmentation de l’e´clairement creˆte permet par conse´quent de s’approcher de
cette composition limite, pour laquelle la population d’ions Ar16+ et l’e´mission X associe´e
saturent.
D’apre`s les re´sultats obtenus, l’accroissement de l’e´clairement creˆte permet donc d’ac-
croˆıtre l’intensite´ de la raie Heα. Les simulations indiquent cependant qu’un phe´nome`ne
de saturation apparaˆıt a` haute intensite´. Il existe en effet une absorption d’e´nergie limite
pour laquelle l’agre´gat ne peut eˆtre stable. La population d’ions Ar16+ est alors e´galement
restreinte par cette condition, ce qui induit donc un nombre maximal de photons e´mis a`
3,14 keV.
5.3.5 E´mission X en fonction de la longueur d’onde d’irradiation
Comme nous l’avons montre´ au paragraphe 1.2.5, les re´sultats expe´rimentaux ne per-
mettent pas de mettre clairement en e´vidence l’influence de la longueur d’onde d’irra-
diation sur l’e´mission de rayonnement X. Certains auteurs ont mis en e´vidence un ac-
croissement de l’e´mission X pour une longueur d’onde de´croissante [Honda et al. 00].
Au contraire, en comparant l’e´mission X pour des impulsions de 400 nm et 800 nm, C.
Prigent obtient une diffe´rence d’un ordre de grandeur en faveur de l’impulsion infrarouge
[Prigent 04].
Nous avons par conse´quent effectue´ des simulations dans les conditions expe´rimentales
pre´sente´es par C. Prigent. Pour un e´clairement laser constant de 1,5×1016 W.cm−2, cet
auteur mesure le nombre de photons supe´rieurs a` 3 keV e´mis par des agre´gats d’argon
(〈R〉 ∼ 250 A˚) irradie´ par deux impulsions laser de deux longueurs d’onde diffe´rentes.
Pour l’infrarouge (λ=800 nm), la dure´e a` mi-hauteur de l’impulsion est de 50 fs, la lar-
geur spatiale en 1/e de l’intensite´ est de 11 µm, et l’e´nergie sur cible est de 7,8 mJ. Pour
l’ultraviolet (λ=400 nm), l’e´nergie contenue dans l’impulsion est de 5 mJ, la largeur tem-
porelle a` mi-hauteur est de 130 fs, et la largeur spatiale en 1/e est de 5,5 µm. Dans ces
conditions, C. Prigent obtient un rapport de 1,8 entre le taux absolu de photons X obtenus














C. Prigent utilise alors ces donne´es afin d’e´valuer la variation de l’e´mission X en fonction de
la longueur d’onde toutes choses e´tant e´gales par ailleurs. Pour cela il prend en compte la
variation d’e´mission X avec la dure´e d’impulsion observe´e dans l’infrarouge, et obtient alors
la relation suivante, pour une dure´e d’impulsion a` mi-hauteur de 130 fs et un e´clairement
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Notre mode`le nanoplasma tel que de´crit aux chapitres 2 et 3 ne nous permet pas
d’obtenir le nombre de photons d’e´nergie supe´rieure a` 3 keV e´mis par l’agre´gat irradie´.
Par conse´quent, nos simulations ne nous permettent qu’une comparaison qualitative avec
les donne´es obtenues par C. Prigent. Nous pouvons pour cela e´tudier la variation de l’e´tat
de charge moyen final en fonction de la longueur d’onde d’irradiation. Pour des conditions











Nous avons e´galement effectue´ des simulations ou` seule la longueur d’onde est modifie´e.
La dure´e a` mi-hauteur de l’impulsion est prise e´gale a` 130 fs, l’e´clairement creˆte est de
1,5×1016 W.cm−2 et l’e´nergie contenue dans l’impulsion est de 5 mJ. La relation obtenue










Ces re´sultats indiquent par conse´quent une variation contraire a` celle obtenue par C.
Prigent. Les simulations montrent que l’e´mission X associe´e aux e´tats de charge e´leve´s est
favorise´e pour une plus courte longueur d’onde. Ce comportement inverse peut s’expli-
quer par le fait que les donne´es expe´rimentales n’ont pas e´te´ obtenues dans des conditions
strictement identiques. La taille de la taˆche focale est plus importante pour l’impulsion
infrarouge, ce qui signifie que le nombre d’agre´gats irradie´s est plus e´leve´. Par conse´quent,
l’accroissement de l’e´mission X mesure´e a` 800 nm peut provenir du fait que la quantite´
de particules e´mettrices est plus importante.
Compte tenu de ces re´sultats, nos simulations semblent donc accre´diter les conclusions
expose´es par H. Honda [Honda et al. 00]. Bien que les donne´es expe´rimentales disponibles
ne nous permettent pas de valider sans ambigu¨ıte´s les variations the´oriques obtenues
en fonction de la longueur d’onde, les diffe´rentes concordances mise en e´vidence pour
une impulsion infrarouge nous autorisent a` nous fier aux re´sultats simule´s pour d’autres
longueurs d’onde. Nous avons par conse´quent e´tudie´ l’influence de la fre´quence laser sur
la production de rayonnement X. La figure 5.16 pre´sente l’e´volution de l’e´tat de charge
moyen final en fonction de la longueur d’onde d’irradiation. La dure´e a` mi-hauteur de
l’impulsion et l’e´clairement creˆte sont conserve´s constants, respectivement a` 130 fs et
1,5×1016 W.cm−2.
Les re´sultats obtenus indiquent que les plus courtes longueurs d’onde laser favorisent
la formation d’e´tats de charge e´leve´s. Par conse´quent, pour une taille d’agre´gat, une dure´e
d’impulsion et un e´clairement creˆte donne´s, la re´duction de la longueur d’onde permet
d’accroˆıtre l’e´mission X associe´e a` ces ions multicharge´s.
Afin de mettre en e´vidence l’influence de la fre´quence laser sur les diffe´rents processus,
nous avons trace´ sur les figures 5.17 les e´volutions temporelles des champs e´lectriques
interne et externe (fig. 5.17(a)), de la tempe´rature e´lectronique (fig. 5.17(b)), et de la
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Fig. 5.16 – Variation de l’e´tat de charge moyen final obtenu a` l’aide du mode`le nano-
plasma en fonction de la longueur d’onde d’irradiation pour l’interaction d’un
agre´gat d’argon (R ∼ 250 A˚) avec une impulsion laser (τFWHM=130 fs ;
I0=1,5×1016 W.cm-2).
fre´quence de collisions e´lectron-ion (fig. 5.17(c)) pour deux longueurs d’onde diffe´rentes.
Dans les premiers instants de l’interaction, lorsque la densite´ e´lectronique est infe´rieure a`
3nc = 3ε0meω
2/e2, le champ a` l’inte´rieur de l’agre´gat est e´gal au champ laser (fig. 5.17(a)).
Puis, de`s lors que la densite´ e´lectronique devient supe´rieure a` cette valeur, le champ laser
est e´crante´ et le champ interne est alors fortement re´duit. Re´duire la longueur d’onde
de l’impulsion laser permet d’accroˆıtre cette valeur caracte´ristique (3nc=2,1×1022 cm−3
pour λ= 400 nm et 3nc=5,2×1021 cm−3 pour λ= 800 nm). Par conse´quent, pour une plus
courte longueur d’onde, le champ au sein de l’agre´gat reste identique au champ externe
durant un intervalle de temps plus e´leve´, ce qui permet une absorption d’e´nergie plus
importante (fig. 5.17(a)). Suite a` cette premie`re phase, la tempe´rature e´lectronique au
sein de l’agre´gat est donc plus e´leve´e pour l’impulsion ultraviolette : a` t=-150 fs, elle est
de 25 eV pour l’impulsion a` 400 nm et de 15 eV pour l’impulsion infrarouge (fig. 5.17(b)).
Puis, tant que la densite´ e´lectronique reste supe´rieure a` 3nc, le champ interne e´tant
nettement re´duit, la vitesse d’oscillation des e´lectrons dans le champ est ne´gligeable devant
la vitesse thermique e´lectronique. Dans ces conditions, l’expression de la fre´quence de


















kBTe/me est la vitesse lie´e a` l’e´nergie thermique. Nous avons de plus montre´ au
paragraphe 2.4.3 que le terme vth/R associe´ aux collisions de surface n’est pre´ponde´rant
que lorsque ne ≃ 3nc. Par conse´quent, tant que ne > 3nc (soit entre t=-150 fs et t=150
fs pour λ=400 nm), ce terme peut eˆtre ne´glige´, la fre´quence de collisions e´lectron-ion
varie alors en T
−3/2
e . Ainsi, la tempe´rature e´lectronique e´tant plus e´leve´e pour l’impulsion
ultraviolette, la fre´quence de collisions e´lectron-ion est donc plus faible que dans le cas
d’une impulsion infrarouge (fig. 5.17(c)). Or, cette fre´quence de collision correspond au
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Fig. 5.17 – E´volutions temporelles des amplitudes des champ e´lectriques interne et ex-
terne (a), de la tempe´rature e´lectronique (b), et de la fre´quence de collisions
e´lectron-ion (c) pour un agre´gat d’argon (R=250 A˚) irradie´ par une impul-
sion laser (τFWHM=130 fs ; I0=1,5×1016 W.cm−2). Deux longueurs d’onde
d’irradiation sont conside´re´es : (—) λ=400 nm et (- -) λ=800 nm.
terme d’amortissement du champ laser. Une fre´quence plus faible induit donc un champ
interne plus important pour la longueur d’onde de 400 nm (fig. 5.17(a)). Ce champ plus
e´leve´ favorise alors l’absorption d’e´nergie par bremsstrahlung inverse, permettant ainsi
l’accroissement de la tempe´rature e´lectronique. Par conse´quent, tant que ne > 3nc, les
conditions obtenues dans le cas de l’impulsion ultraviolette facilitent l’ionisation vers des
e´tats de charge tre`s e´leve´s.
L’augmentation de la tempe´rature pour λ=400 nm accentue cependant l’instabilite´
de l’agre´gat. Le rayon du nanoplasma s’accroˆıt ce qui entraˆıne alors une re´duction de la
densite´ e´lectronique. Celle-ci atteint a` nouveau la valeur de 3nc =2,1×1022 cm−3 a` t=210
fs. Le champ externe est alors encore suffisamment important pour induire une impor-
tante absorption d’e´nergie et conduire a` l’explosion finale de l’agre´gat. En revanche, pour
l’impulsion de 800 nm, la tempe´rature e´lectronique reste relativement faible, de telle fac¸on
que le nanoplasma se dilate lentement. De plus, la valeur critique est plus faible (a` 800
nm, 3nc=5,2×1021 cm−3). Le temps ne´cessaire pour que la densite´ e´lectronique atteigne
cette valeur est donc beaucoup plus important. Lorsque ne = 3nc, le champ laser est donc
trop faible, l’absorption re´sonante est alors quasiment inexistante. Ainsi, pour λ=800 nm,
la tempe´rature e´lectronique n’atteint pas une valeur suffisante pour peupler les e´tats de
charge tre`s e´leve´s.
La re´duction de la longueur d’onde d’irradiation engendre donc une absorption d’e´ner-
gie plus importante. Cette absorption plus efficace permet alors de ge´ne´rer des ions mul-
ticharge´s au sein de l’agre´gat. L’e´mission X associe´e a` ces e´tats de charge e´leve´s est par
conse´quent favorise´e par une longueur d’onde laser plus faible.
5.3.6 Dure´e de l’e´mission X
Les re´sultats expe´rimentaux obtenus par C. Bonte´ et coll. ont montre´ que l’interac-
tion laser-agre´gat permet de ge´ne´rer un rayonnement X de tre`s courte dure´e [Bonte´ 06].
Pour un agre´gat d’argon (R=275 A˚) irradie´ par une impulsion laser (τFWHM=300 fs ;
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I0=3,1×1016 W.cm−2 ; E=3,5 mJ), C. Bonte´ et coll. mesurent une dure´e d’e´mission in-
fe´rieure a` 2 ps pour les raies associe´es aux ions multicharge´s. Cette dure´e mesure´e e´tait
limite´e par la re´solution temporelle du dispositif expe´rimental employe´.
D’un point de vue the´orique, la dynamique de la raie Heα peut aise´ment eˆtre de´termine´e
a` l’aide du mode`le nanoplasma. En effet, cette e´mission re´sulte de la de´sexcitation radiative
de l’e´tat 2p vers l’e´tat 1s de l’ion Ar16+. Or, l’inclusion du coefficient d’Einstein A2p→1s16
telle que de´crite au paragraphe 5.3.1.1 permet de de´crire cette transition. L’e´volution
temporelle de la raie Heα correspond alors au terme A
2p→1s
16 N16,2p(t), ou` N16,2p(t) est le
nombre d’ions Ar16+ dans l’e´tat 2p a` un instant t de l’interaction. Cette e´volution, obtenue
pour des conditions identiques a` celles de C. Bonte´ et coll.4, est repre´sente´e sur la figure
5.18.
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Fig. 5.18 – (—) Dynamique the´orique de la raie Heα pour l’interaction d’un agre´-
gat d’argon (R=275 A˚) irradie´ par une impulsion laser (τFWHM= 300 fs ;
I0=3,1×1016 W.cm-2 ; E=3,5 mJ). Les e´volutions temporelles des populations
de chaque e´tat de charge (normalise´es au nombre d’atomes dans l’agre´gat)
sont e´galement repre´sente´es. Le temps t=0 fs correspond a` l’instant ou` le
champ laser est maximal.
La principale information apporte´e par cette figure est la tre`s courte dure´e d’e´mission
associe´e a` la raie Heα. Le mode`le nanoplasma indique une dure´e d’e´mission a` mi-hauteur
de 80 fs, ce qui affine drastiquement les re´sultats expe´rimentaux. Les e´volutions tempo-
relles des populations de chaque e´tat de charge montrent que l’e´mission a` 3,14 keV de´marre
peu apre`s la formation d’Ar16+ a` t=0 fs. Ceci indique qu’a` cet instant, les e´lectrons sont
suffisamment chauds pour exciter ces ions. Il est e´galement inte´ressant de constater que
la population d’ions Ar17+ est nulle. L’e´mission X ne peut par conse´quent pas provenir de
recombinaisons radiatives, mais uniquement de de´sexcitation, en accord avec les donne´es
expe´rimentales.
4Les donne´es pre´sente´es ne sont moyenne´es ni sur la distribution spatiale de l’intensite´, ni sur la
distribution en taille des agre´gats.
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Les re´sultats obtenus par C. Bonte´ et coll. ont e´galement montre´ que les raies pro-
venant d’e´tats de charge e´leve´s (Arq+, q=14. . . 16) sont e´mises avec un e´cart temporel
relatif infe´rieur a` 1 ps (mesure e´galement limite´e par la re´solution). Bien que la descrip-
tion employe´e dans le mode`le nanoplasma ne nous permette pas de de´terminer l’e´volution
temporelle des raies d’e´mission X pour q 6= 16, l’extreˆme rapidite´ de la dynamique d’ioni-
sation concorde avec ces re´sultats. Le mode`le nanoplasma indique en effet que ces e´tats de
charge se peuplent successivement en quelques dizaines de femtosecondes. Or, a` t=0 fs, la
tempe´rature e´lectronique e´tant suffisamment e´leve´e pour exciter les ions Ar16+, elle peut
e´galement ge´ne´rer des lacunes en couche K pour les ions Ar14+ et Ar15+ et ainsi induire
l’e´mission X associe´e a` ces e´tats de charge. Les taux de de´sexcitation radiative de ces ions
multicharge´s e´tant du meˆme ordre de grandeur (cf. paragraphe 5.3.1.2), les dure´es des
raies d’e´mission doivent par conse´quent eˆtre aussi courtes que pour la raie Heα. L’e´cart
temporel entre ces raies proviendrait alors essentiellement du peuplement successif des
diffe´rents e´tats de charge.
Ainsi, les re´sultats the´oriques confirment l’extreˆme brie`vete´ de l’e´mission X. Bien que
la prise en compte de la distribution spatiale en intensite´ et de la distribution en taille
des agre´gats puisse le´ge`rement allonger la dure´e d’e´mission, celle-ci reste infe´rieure a` la
centaine de femtosecondes. Nous avons par ailleurs ve´rifie´ que, dans les diverses condi-
tions e´tudie´es au cours de ce chapitre, la dure´e d’e´mission obtenue est toujours infe´rieure
a` la picoseconde. Ces re´sultats de´montrent donc clairement que l’interaction laser-agre´gat
permet de ge´ne´rer des sources X ultra-bre`ves.
5.3.7 Vers l’e´laboration d’un mode`le nanoplasma collisionnel-
radiatif auto-consistant : obtention d’un spectre d’e´mis-
sion X re´solu en temps et en e´nergie
De part le potentiel-mode`le utilise´ pour de´crire la structure e´lectronique des ions com-
posant l’agre´gat, seule l’excitation et l’ionisation d’un e´lectron de valence peuvent eˆtre
prises en compte dans le mode`le nanoplasma. Or, en dehors de la raie Heα a` 3,14 keV,
les raies d’e´mission Kα (transitions 2p → 1s) observe´es expe´rimentalement proviennent
de lacunes en couche interne. Le rayonnement X correspondant ne peut donc a` priori pas
eˆtre de´termine´ dans le cadre de ce mode`le.
Nous pouvons cependant tenter d’aller au-dela` de la seule e´valuation de la raie Heα
pour obtenir une e´bauche de spectre d’e´mission X. Nous avons pour cela inclus dans le
mode`le nanoplasma un e´tat excite´ supple´mentaire pour les ions Arq+ (q=9. . . 15) . Cet
e´tat correspond a` l’excitation d’un e´lectron 1s vers un e´tat 2p, cre´ant ainsi une lacune
en couche K. Les sections d’excitation collisionnelles correspondantes ont e´te´ obtenues a`
l’aide des codes de physique atomique de´veloppe´s au laboratoire de Los Alamos (LANL,
”Los Alamos National Laboratory”) pour l’Agence Internationale a` l’E´nergie Atomique
[IAEA ]. Nous avons alors conside´re´ que cet e´tat peut se de´peupler selon deux processus :
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– soit un e´lectron de la couche 2p se de´sexcite radiativement et comble la lacune
en couche K. Le taux d’e´mission spontane´e correspondant A2p→1sq est de´termine´ a`
partir de la force d’oscillateur f2p→1s de la base de donne´es de l’IAEA [IAEA ] et
de l’expression (5.3),
– soit l’ion se de´sexcite par effet Auger. L’e´nergie libe´re´e lors de la transition 2p→ 1s
est transmise a` un e´lectron pe´riphe´rique qui est alors ionise´. Le taux Auger associe´
a` chaque e´tat de charge est obtenu selon C. Bhalla [Bhalla 73].
Les forces d’oscillateur et les taux de transition Auger inclus dans le mode`le nanoplasma












Tab. 5.2 – Forces d’oscillateur associe´es a` la de´sexcitation radiative 2p→ 1s et taux Au-
ger associe´s a` la transition 2p→ 1s (avec ionisation d’un e´lectron de valence).
L’inclusion de ces e´tats excite´s en couche interne dans la dynamique de l’interaction
permet alors de de´terminer le nombre de photons X e´mis pour chaque raie Kα de chaque
ion Arq+. La figure 5.19 illustre les re´sultats obtenus pour un agre´gat d’argon (R=350
A˚) irradie´ par une impulsion laser (I0=1,6×1016 W.cm−2 ; τFWHM=500 fs ; E=3 mJ).
Le nombre de photons correspondant aux transitions 2p → 1s est compare´ au spectre
mesure´ expe´rimentalement5 [Caillaud 04]. Les re´sultats, normalise´s a` l’intensite´ de la raie
Liα, de´montrent que le comportement expe´rimental est convenablement reproduit par les
re´sultats the´oriques. Nous observons que l’e´missionKα croˆıt en fonction de l’e´tat de charge
e´metteur, et que cette e´mission est ne´gligeable pour les ions Arq+ avec q < 11.
L’e´volution temporelle des populations correspondant a` ces conditions expe´rimentales
est repre´sente´e sur la figure 5.1. Il est inte´ressant de constater que bien que la population
d’Ar15+ soit plus importante que celle d’Ar16+ (d’un facteur 1,7), l’e´mission X associe´e est
plus faible. Ceci provient du fait que la section totale d’excitation collisionnelle et que le
taux de de´sexcitation radiative sont le´ge`rement plus importants pour l’Ar16+, favorisant
ainsi la raie Heα par rapport a` la raie Liα.
L’inclusion des taux de de´sexcitation radiatifs 2p → 1s dans les simulations nous
permet e´galement de de´terminer la dynamique d’e´mission des diffe´rentes raies. La figure
5L’e´largissement des raies observe´ expe´rimentalement est duˆ a` l’effet Doppler, a` l’effet Stark [Dobosz
98] ainsi qu’au grand nombre de sous-e´tats nlj, mais n’est pas pris en compte dans les re´sultats the´oriques.
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Fig. 5.19 – (—) Spectre expe´rimental d’e´mission X obtenu lors de l’interaction d’un agre´-
gat d’argon (R= 350 A˚) avec une impulsion laser (I0=1,6×1016 W.cm−2 ;
τFWHM=500 fs ; E=3 mJ ; λ=800 nm) [Caillaud 04]. ( ) Nombre de photons
e´mis pour chaque raie Kα associe´e a` chaque e´tat de charge Ar
q+, normalise´
au nombre de photons e´mis pour la raie lithiumo¨ıde Ar15+ (2p→1s).
5.20 pre´sente l’e´volution temporelle des raies Kα dans le cadre du mode`le nanoplasma. Les
conditions de l’interaction sont identiques a` celles de la figure 5.19. Le temps t=0 fs corres-
pond au maximum de la raie Heα. Les re´sultats obtenus montrent que les raies provenant
d’e´tats de charge e´leve´s sont e´mises avec un e´cart temporel infe´rieur a` 100 fs. En effet, afin
que l’e´mission X soit effective, il est tout d’abord ne´cessaire que les ions soient excite´s en
couche interne. Ainsi, bien que les diffe´rents e´tats de charge se peuplent progressivement,
l’e´mission de photons X ne s’effectue que durant l’intervalle de temps pendant lequel la
tempe´rature e´lectronique est suffisamment e´leve´e pour induire ces lacunes en couche K.
La dure´e de l’e´mission X correspond par conse´quent a` ce laps de temps, et les raies e´mises
proviennent alors des e´tats de charge peuple´s durant cet intervalle.
Nous avons e´galement effectue´ des simulations dans des conditions identiques au
spectre expe´rimental re´solu en temps et en e´nergie et pre´sente´ au chapitre 1 [Bonte´
06]. La dynamique des raies d’e´mission Kα obtenue the´oriquement est pre´sente´e sur la
figure 5.21. Nous observons de nouveau que la dure´e d’e´mission totale est de quelques
centaines de femtosecondes. Ces re´sultats confirment par conse´quent les donne´es obtenues
par C. Bonte´ et coll., qui ont mesure´ un e´cart temporel entre les raies infe´rieur a` 1 ps
(ce re´sultat e´tant limite´ par la re´solution de l’appareil). De plus, la dure´e d’e´mission a`
mi-hauteur de chacune des raies est infe´rieure a` 100 fs, ce qui est e´galement cohe´rent avec
les dure´es d’e´mission mesure´es par C. Bonte´ et coll. (infe´rieures a` 2 ps, valeurs limite´es
par la re´solution de l’appareil).
Il est cependant inte´ressant de constater que, contrairement aux re´sultats expe´rimen-
taux pour lesquels la raie Heα est la plus intense, le spectre the´orique obtenu indique une
e´mission maximale pour la raie Liα. L’e´volution temporelle des populations des diffe´rents
e´tats de charge dans ces meˆmes conditions est indique´e sur la figure 5.18. Nous obser-
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Fig. 5.20 – Dynamique temporelle des diffe´rentes raies d’e´mission Kα obtenues a` l’aide
du mode`le nanoplasma pour des conditions identiques a` celles de la figure
5.19.
vons que le rapport entre les populations d’Ar15+ et d’Ar16+ est de 2,1 en faveur des ions
lithiumo¨ıdes. Ainsi, contrairement au cas pre´ce´dent, ce rapport est trop e´leve´ pour que
l’e´mission Heα soit pre´ponde´rante par rapport a` la raie Liα.
L’inclusion des taux de de´sexcitation radiative dans le mode`le nanoplasma nous permet
ainsi de ve´rifier que les raies Kα sont e´mises quasi-simultane´ment durant un intervalle de
temps infe´rieur a` la picoseconde, en accord avec les re´sultats expe´rimentaux mesure´s. Les
spectres d’e´mission Kα obtenus renforcent par conse´quent la cre´dibilite´ de la description
employe´e dans le mode`le. L’adjonction des taux d’e´mission dans le mode`le nanoplasma
nous permet alors d’effectuer un premier pas vers l’e´laboration d’un mode`le collisionnel-
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Fig. 5.21 – Dynamique temporelle des diffe´rentes raies d’e´mission Kα obtenues a` l’aide
du mode`le nanoplasma pour un agre´gat d’argon (R= 275 A˚) irradie´ par une
impulsion laser (I0=3,1×1016 W.cm−2 ; τFWHM=300 fs ; E=3,5 mJ ; λ=800
nm).
5.4 Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons montre´ que l’inclusion d’e´tats excite´s interme´-
diaires nous permet de reproduire les e´tats de charge tre`s e´leve´s observe´s expe´rimentale-
ment. En revanche, bien que les phe´nome`nes d’e´cran modifient les diffe´rentes interactions
e´lectrostatiques prises en compte dans le mode`le, l’inclusion de ces effets dans les simu-
lations ne contribue pas a` accentuer la formation de ces ions multicharge´s. Nous n’avons
par conse´quent pas pris en compte l’influence des phe´nome`nes d’e´cran dans les re´sultats
pre´sente´s.
L’e´tude de l’e´volution de l’e´mission X (et plus particulie`rement de la raie Heα) en
fonction des diffe´rents parame`tres expe´rimentaux (dure´e d’impulsion, e´clairement creˆte,
longueur d’onde, taille des agre´gats) nous a permis de reproduire les variations mises en
e´vidence expe´rimentalement. Nous avons ensuite inclus les taux d’excitation en couche in-
terne, les taux de de´sexcitation radiative et les taux Auger pour les ions multicharge´s Arq+
(q = 9 · · · 15), afin d’obtenir un spectre d’e´mission X re´solu temporellement. Nous avons
alors obtenu une dure´e d’e´mission X de quelques centaines de femtosecondes qui concorde
e´galement avec les valeurs mesure´es. Compte tenu du bon accord the´orie/expe´rience ob-





Les diffe´rentes e´tudes mene´es sur l’interaction entre un agre´gat de gaz rare et une
impulsion laser bre`ve et intense ont montre´ que ce type d’interaction constitue une voie
prometteuse quant a` la ge´ne´ration de photons ou de particules charge´es tre`s e´nerge´tiques.
Au cours de ce travail de the`se, nous nous sommes plus particulie`rement attache´s a` e´tudier
l’e´mission X issue de l’irradiation d’agre´gats d’argon. Les re´sultats expe´rimentaux corres-
pondants de´montrent clairement que ce type d’interaction permet de ge´ne´rer des sources
X tre`s e´nerge´tiques (multi-keV) et ultra-bre`ves (sub-picoseconde).
Afin de comprendre comment sont produits les importants e´tats de charge observe´s,
nous avons utilise´ le mode`le nanoplasma initialement de´veloppe´ par T. Ditmire et coll.
[Ditmire et al. 96]. Nous avons cependant montre´ que le mode`le en l’e´tat ne permettait
pas de reproduire les diffe´rents re´sultats expe´rimentaux. Nous avons alors explore´ deux
voies susceptibles d’ame´liorer ce mode`le.
Dans un premier temps, nous nous sommes attache´s a` mieux de´crire la dynamique
d’ionisation collisionnelle en introduisant des processus d’ionisation d’ordres supe´rieurs via
l’inclusion d’e´tats excite´s interme´diaires Arq++e− → Arq+∗+e− → · · · → Ar(q+1)++2e−.
Nous avons alors montre´ que l’absence de ces chemins d’ionisation indirects est la prin-
cipale cause de l’e´chec du mode`le nanoplasma originel, sachant que les taux collisionnels
d’excitation peuvent eˆtre supe´rieurs aux taux d’ionisation. Afin d’e´valuer ces taux a` chaque
instant de l’interaction, nous avons utilise´ une approche potentiel-mode`le pour de´crire la
structure e´lectronique des atomes et ions composant l’agre´gat. Les sections totales d’ex-
citation et d’ionisation collisionnelles ont alors e´te´ e´value´es dans le cadre du mode`le a`
e´lectrons inde´pendants, suivant le formalisme des ondes distordues (ou des ondes planes
quand celui-ci est valide). De plus, afin d’inclure ces e´tats excite´s dans le mode`le, et
compte tenu de la structure complexe des ions, nous avons regroupe´ les configurations
e´lectroniques excite´es par couche d’e´tats suivant le principe des sche´mas collisionnels-
radiatifs commune´ment utilise´s en physique des plasmas.
Dans un second temps, nous avons e´tudie´ l’influence des phe´nome`nes d’e´cran induits
par la densite´ d’e´lectrons libres sur la dynamique de l’interaction laser-agre´gat. Bien que
ces effets d’e´cran modifient les interactions e´lectrostatiques entre les particules charge´es
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composant le nanoplasma, nous avons montre´ que les perturbations induites par le gaz
d’e´lectrons libres ne permettent pas d’accroˆıtre les populations d’ions multicharge´s obte-
nues en fin d’interaction. Or, le rayonnement X mesure´ provenant de ces e´tats de charge
e´leve´s, nous avons par conse´quent choisi de ne pas inclure ces effets dans le mode`le na-
noplasma. L’e´tude pre´liminaire effectue´e nous a cependant permis d’obtenir diffe´rents
re´sultats fondamentaux concernant l’influence de la densite´ d’e´lectrons libres sur l’in-
teraction e´lectron-ion. E´tant donne´es les fortes variations de densite´ et de tempe´rature
e´lectroniques explore´es au cours de l’interaction, il a e´te´ ne´cessaire d’utiliser un mode`le
d’e´cran sophistique´. Ce potentiel d’e´cran nous a permis de mettre en e´vidence les do-
maines de validite´ de diffe´rents mode`les couramment utilise´s en physique des plasmas
(Debye-Hu¨ckel, Thomas-Fermi line´arise´) ainsi que la limite d’apparition des oscillations
de Friedel a` faible tempe´rature. A` l’aide de ce potentiel, nous avons alors montre´ que
les phe´nome`nes d’e´cran re´duisent syste´matiquement les potentiels d’ionisation quel que
soit l’ion et le niveau d’e´nergie conside´re´s. Nous avons e´galement montre´ que les sections
efficaces totales d’ionisation collisionnelle augmentent avec les effets d’e´cran alors que
les sections totales d’excitation sont ge´ne´ralement re´duites par rapport aux donne´es non
e´crante´es.
Suite a` l’ame´lioration du mode`le nanoplasma par la prise en compte des processus
d’ionisation collisionnels indirects, nous avons pu reproduire les e´tats de charge tre`s e´leve´s
observe´s expe´rimentalement. Les re´sultats obtenus ont clairement de´montre´ l’influence
pre´ponde´rante des collisions dans la dynamique de l’interaction laser-agre´gat. Nous avons
par ailleurs montre´ que cette dynamique est gouverne´e par un ensemble de variables inter-
de´pendantes qui conduisent a` la formation d’un plasma chaud et dense ge´ne´rant ainsi les
ions multicharge´s dont l’e´mission X est issue. Nous avons de plus mene´ une e´tude de la va-
riation de l’e´mission X (et plus particulie`rement de la raie Heα) en fonction des diffe´rents
parame`tres expe´rimentaux (dure´e d’impulsion, taille d’agre´gat, e´clairement creˆte, lon-
gueur d’onde d’irradiation). Les diverses concordances the´orie/expe´rience obtenues nous
ont alors assure´ de la bonne mode´lisation de la re´ponse de l’agre´gat a` l’excitation laser.
Nous avons donc pu extrapoler ces re´sultats et mettre en e´vidence les conditions favorisant
l’e´mission de rayonnement X. Enfin, l’inclusion d’un e´tat excite´ supple´mentaire en couche
interne pour les ions multicharge´s nous a permis d’obtenir un spectre d’e´mission X re´solu
en temps et en e´nergie. Nous avons alors de nouveau reproduit les re´sultats expe´rimentaux
concernant la dure´e d’e´mission X, confirmant ainsi que l’interaction laser-agre´gat permet
de cre´er une source X ultra-bre`ve. Le mode`le nanoplasma ainsi ame´liore´ nous a conduit a`
l’e´laboration d’un mode`le collisionnel-radiatif constituant une base pre´dictive solide pour
de futures expe´riences.
Nous avons cependant releve´ certaines conditions pour lesquelles le mode`le nanoplasma
n’est pas en mesure de reproduire les donne´es expe´rimentales. A` faible dure´e d’impulsion,
la tempe´rature e´lectronique atteinte dans les simulations est trop faible pour provoquer des
transitions e´lectroniques multi-keV. Or, les re´sultats expe´rimentaux indiquent une e´mis-
sion de rayonnement X pour des dure´es de quelques dizaines de femtosecondes [Prigent
04]. Ceci indique par conse´quent que le mode`le nanoplasma est incomplet et que des mo-
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difications additionnelles sont ne´cessaires.
Le mode`le nanoplasma suppose que la distribution e´nerge´tique des e´lectrons peut eˆtre
repre´sente´e par une fonction de distribution maxwellienne. Ceci signifie que les collisions
e´lectron-e´lectron doivent eˆtre suffisamment fre´quentes pour assurer la thermalisation des
e´lectrons a` une tempe´rature Te donne´e. Or, nous avons vu au chapitre 2 que pour un
plasma dont la densite´ e´lectronique est de 1023 cm−3 et la tempe´rature e´lectronique est de
500 eV, la fre´quence de collision e´lectron-e´lectron est de l’ordre de 0,1 fs−1. Compte tenu
de la dynamique ultra-rapide de l’interaction laser-agre´gat (celui-ci explose en quelques
centaines de femtosecondes), cette fre´quence de collision apparaˆıt par conse´quent trop
faible pour garantir la thermalisation du gaz d’e´lectrons. Il semble donc ne´cessaire d’al-
ler au dela` de la fonction de distribution maxwellienne. Cette hypothe`se est par ailleurs
renforce´e par les simulations PIC effectue´es par Y. Fukuda et coll., qui obtiennent une
distribution e´lectronique a` deux composantes avec une premie`re structure a` basse e´nergie
(de quelques centaines d’eV) et une seconde a` plus haute e´nergie (de quelques keV) [Fu-
kuda et al. 06]. La prise en compte de cette population d’e´lectrons chauds pourrait alors
nous permettre d’induire les transitions e´lectroniques multi-keV associe´es a` l’e´mission de
rayonnement X.
Afin de prendre en compte une distribution e´lectronique plus re´aliste dans le mode`le
nanoplasma, il est alors ne´cessaire de de´terminer l’e´nergie des e´lectrons a` chaque ins-
tant de l’interaction. Conside´rons, a` un instant t, Ne(t) e´lectrons distribue´s selon une
fonction f(ve; t) et discre´tisons cette fonction. A` chaque e´nergie Ei correspond alors une
population d’e´lectrons NEi(t). Chacune de ces populations est alors soumise aux diffe´rents
processus atomiques intervenant au cours de l’interaction. Prenons par exemple un proces-
sus d’excitation collisionnelle d’un ion de charge q pour une e´nergie de transition de ∆E.
Connaissant la section efficace totale σq,∆E(Ei) associe´e a` cette transition, nous pouvons









2Ei/me est la vitesse e´lectronique associe´e a` l’e´nergie Ei et V est le volume de




= −W q,∆ENEi Nq(t)NEi(t)
Cette re´duction du nombre d’e´lectrons d’e´nergie Ei s’accompagne par conse´quent d’un
accroissement du nombre d’e´lectrons NE′i(t) d’e´nergie E
′





De meˆme, conside´rons le processus d’ionisation collisionnelle. Suivant l’approximation
DWBA de´crite au chapitre 3, nous pouvons aise´ment de´terminer les sections efficaces
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diffe´rentielles en e´nergie σq,a(Ei, Ee), ce qui nous donne, pour une e´nergie incidente Ei, la
probabilite´ pour un e´lectron d’eˆtre e´jecte´ avec une e´nergie Ee. Le taux d’ionisation d’un
ion (dans un e´tat a d’e´nergie Ea) par une population d’e´lectrons d’e´nergie Ei, et induisant






Ce taux d’ionisation intervient alors e´galement dans l’e´quation d’e´volution de la popula-
tionNEi(t). Ce processus contribue de plus a` accroˆıtre les populations d’e´lectrons d’e´nergie
Ee et d’e´nergie Ef = Ei − Ea − Ee.
Il est en outre possible de de´terminer l’e´nergie des e´lectrons ionise´s par effet de champ
[Burnett et al. 89]. Ainsi, pour chacune des populations d’e´lectrons NEi(t) d’e´nergie Ei,
nous pouvons de´finir une e´quation d’e´volution. Cette e´quation doit prendre en compte
les diffe´rents processus collisionnels, mais e´galement les divers termes de gain ou de perte
d’e´nergie de´crits au cours du chapitre 2. L’e´volution de chaque population d’e´lectrons per-
met alors de de´terminer la fonction de distribution e´lectronique du nanoplasma a` chaque
instant de l’interaction.
La discre´tisation de la fonction de distribution e´nerge´tique des e´lectrons conduit par
conse´quent a` e´tudier l’e´volution de imax populations d’e´lectrons diffe´rentes (imax e´tant
le nombre de valeurs utilise´es pour discre´tiser la fonction de distribution) et a` e´tudier
l’influence de l’ensemble de ces populations sur l’e´volution des diffe´rents parame`tres du
nanoplasma (populations de chaque e´tat de charge, rayon et charge de l’agre´gat).
Les re´sultats pre´sente´s au paragraphe 5.3.2 (p.171) ont montre´ que pour une dure´e
d’impulsion de 200 fs, la tempe´rature e´lectronique maximale atteinte au cours de la simu-
lation est de quelques centaines d’eV. Ainsi, bien que la dynamique d’ionisation permette
de peupler les e´tats de charge jusqu’a` l’Ar16+, la tempe´rature e´lectronique est trop faible
pour exciter efficacement ces ions multicharge´s et ge´ne´rer ainsi des photons X. Ceci indique
par conse´quent que le bremsstrahlung inverse est insuffisant pour expliquer les re´sultats
expe´rimentaux, et qu’il existe probablement des me´canismes de chauffage supple´mentaires
susceptibles de produire des e´lectrons e´nerge´tiques plus rapidement que dans le mode`le
actuel.
Parmi les diffe´rents processus envisage´s, C. Deiss et coll. ont montre´ que la succession
de re´trodiffusions e´lastiques d’e´lectrons en phase avec le champ laser oscillant permet
de ge´ne´rer une population e´lectronique suffisamment chaude pour induire des transitions
multi-keV [Deiss et al. 06]. Ces auteurs ont de plus mis en e´vidence l’importance du coeur
ionique pour l’e´valuation des sections efficaces collisionnelles. La prise en compte d’un
potentiel d’interaction e´lectron incident-coeur ionique re´aliste permet en effet d’accroˆıtre
la production d’e´mission X d’un facteur 4 a` 7.
Afin d’inclure ce me´canisme dans le mode`le nanoplasma, nous devons tout d’abord
calculer les sections efficaces diffe´rentielles en angle dσel(q, v, θ)/dθ de diffusion e´lastique
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pour chaque ion Arq+. Ceci peut eˆtre effectue´ suivant les approximations DWBA et PWBA
de´crites au chapitre 3. Il est par ailleurs inte´ressant de remarquer que l’influence du coeur
ionique sur ces sections est intrinse`quement pris en compte par le potentiel-mode`le utilise´
dans nos simulations pour de´crire les ions ou atomes de l’agre´gat. A` partir de ces sections
efficaces, nous pouvons alors de´terminer un taux de collision e´lastique a` chaque instant
de l’interaction. En conside´rant un ion de charge q, ce taux s’e´crit pour une population
d’e´lectrons NEe(t) d’e´nergie Ee = mev
2
e/2 :










ou` V de´signe le volume de l’agre´gat. Afin de prendre en compte le processus introduit
par C. Deiss, il convient alors de renoncer a` l’approximation quasi-statique et d’envisager
chaque situation possible. Conside´rons un instant t0 ou` le champ laser oscillant s’inverse.
Sachant que la distribution de vitesses e´lectroniques est conside´re´e comme isotrope, nous
pouvons supposer que la vitesse thermique de NEe(t)/2 e´lectrons est dirige´e dans le meˆme
sens que le champ laser avant inversion (que nous supposons polarise´ line´airement selon
l’axe z positif). Dans ces conditions, nous pouvons de´finir le taux de transition e´lastique
de re´trodiffusion associe´ a` ces e´lectrons a` l’instant t0 :










Si ces e´lectrons sont re´trodiffuse´s e´lastiquement a` l’instant t0, ils seront alors conside´ra-
blement acce´le´re´s sous l’effet combine´ de ve cos θ et vosc(t) qui sont alors coline´aires et de
meˆme sens jusqu’a` l’inversion de champ suivante (soit pour t0 < t < t0 + pi/ω ; ou` ω est
la pulsation laser).
Cette meˆme population d’e´lectrons peut e´galement eˆtre diffuse´ vers l’avant. Nous pou-
vons alors de´finir le taux de transition e´lastique de diffusion vers l’avant associe´ a` ces
e´lectrons a` l’instant t0 :










Si ces e´lectrons sont diffuse´s vers l’avant e´lastiquement a` l’instant t0, leur vitesse thermique
est alors oppose´e a` la vitesse d’oscillation dans le champ laser pendant la demi-pe´riode
suivante [t0; t0+pi/ω]. La variation d’e´nergie est alors amoindrie sachant que ve.vosc(t) < 0
durant cet intervalle de temps.
Nous devons de meˆme conside´rer la population d’e´lectrons NEe(t)/2 dont la vitesse
thermique est dans le sens oppose´ au champ avant l’inversion. L’e´valuation de la variation
d’e´nergie de ces e´lectrons duˆe aux collisions e´lastiques se fait alors suivant le meˆme principe
que de´crit pre´ce´demment.
Ainsi, certains e´lectrons peuvent eˆtre successivement acce´le´re´s a` chaque oscillation du
champ e´lectrique et rapidement acque´rir une e´nergie cine´tique suffisante pour provoquer
des transitions e´lectroniques multi-keV. Nous pouvons alors supposer que la ge´ne´ration
de ces e´lectrons chauds associe´e a` une meilleure description de la fonction de distribution
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e´lectronique nous permettra d’ame´liorer le mode`le nanoplasma et de reproduire les re´sul-
tats expe´rimentaux manquants.
Il pourrait paraˆıtre e´galement inte´ressant d’aller au dela` de la distribution uniforme
des e´lectrons en introduisant une de´pendance radiale des parame`tres du mode`le. H. Milch-
berg et coll. ont montre´ que dans ces conditions l’absorption d’e´nergie re´sonante est e´tale´e
sur une e´chelle de temps plus importante et pour une densite´ e´lectronique e´gale a` la den-
site´ critique nc [Milchberg et al. 01]. Cependant, en de´veloppant cette approche et en
l’associant a` la discre´tisation de la distribution e´lectronique, le mode`le nanoplasma s’ap-
parenterait alors de plus en plus aux simulations particulaires de´veloppe´es par ailleurs
[Fukuda et al. 06].
De plus, il serait utile d’e´tendre le mode`le nanoplasma a` l’e´tude d’agre´gats compose´s
d’un gaz d’e´le´ment atomique plus lourd tel que le krypton ou le xe´non. En dehors de
la validation du mode`le a` l’aide des nombreux re´sultats expe´rimentaux disponibles pour
ces e´le´ments, ceci pourrait permettre de de´terminer les conditions optimales a` l’obtention
d’un ”spectre plat” (provenant de l’e´mission de raies de couches moins profondes, comme
les couches M du xe´non) utilisable par exemple pour des expe´riences de spectroscopie
d’absorption ultra-rapide re´solues en temps.
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Annexe A
Description de la structure
e´lectronique atomique :
Expression du potentiel mode`le
Pour de´terminer l’expression du potentiel-mode`le utilise´, nous conside´rons un atome
(ou un ion) comme e´tant ”effectivement”monoe´lectronique, c’est a` dire que seul un e´lectron
de la couche externe est actif, les p autres e´lectrons des couches internes e´tant conside´re´s
(avec le noyau de charge Z) comme un coeur ionique gele´. L’e´nergie potentielle V (r) de















La densite´ volumique de charge D(r) a une syme´trie sphe´rique :
D(r) = Dr(r)DΩ(Ω) (A.2)
Par souci de simplicite´, on conside`re de plus une distribution de charges isotrope pour
laquelle DΩ(Ω) = (4pi)
−1. La densite´ de charge volumique d’une sous-couche de nombre
quantique orbital l comportant q e´lectrons peut alors se mettre sous la forme :
D(r) = − 1
4pi
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ou` Rnl(r) est la partie radiale de la fonction d’onde d’un e´lectron sur la couche nl. Pour

























Les e´lectrons de coeur e´tant tre`s lie´s au noyau (par rapport a` l’e´lectron de valence),
on suppose que les structures nodales de leurs fonctions d’onde (tre`s concentre´es autour
du noyau) importent peu. Par conse´quent, en ne conside´rant pas de noeuds (l = n − 1),















ou` a0 est le rayon de l’orbite de Bohr et Zeff est la charge effective ressentie par l’e´lectron
de valence, soit la charge nucle´aire re´elle diminue´e par l’e´cran duˆ aux e´lectrons de coeur.
En posant αl =
2Zeff
a0(l+1)
, on a pour la densite´ radiale :






















E´tant donne´es les conditions aux limites (A.1), on cherche V (r) sous la forme :







ou` fl(αl, r) devra avoir une forme polynoˆmiale afin d’assurer (A.1b). En reportant (A.9)















1On notera que l’on a bien
∫
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Puis, a` tout les ordres suivants (k < 2l + 3), on doit avoir :









On obtient ainsi :




a` l’ordre 2l − 1 (k = 2l + 1) : c2l−1 = 6l(2l + 1)
(2l + 2)!
α2l−1l
a` l’ordre 2l − 2 (k = 2l) : c2l−2 = 8l(2l + 1)(2l − 1)
(2l + 2)!
α2l−2l
a` l’ordre 2l − 3 (k = 2l − 1) : c2l−3 = 10l(2l + 1)(2l − 1)(2l − 2)
(2l + 2)!
α2l−3l




soit de fac¸on ge´ne´rale :
ck =
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et pour le potentiel V (r), selon l’e´quation (A.9), on obtient :

















avec αl = 2Zeff/a0(l + 1), inconnue a` de´terminer, de´pendant explicitement du nombre
quantique orbital l de la sous-couche conside´re´e.
L’expression (A.19) a e´te´ obtenue en conside´rant une sous-couche ferme´e comportant
q e´lectrons. Conside´rons l’exemple d’une couche ferme´e K (≡ 1s2), le potentiel-mode`le
V (r) vaut :













L’hamiltonien relatif au syste`me atomique (noyau de charge Z + sous-couche ferme´e
1s2 + un e´lectron de valence) s’e´crit :


















Le parame`tre α1s est alors de´termine´ variationnellement : l’hamiltonien est diagonalise´
dans une base d’orbitales de Slater (cf. Annexe B) a` plusieurs reprises en faisant varier
α1s jusqu’a` obtenir une bonne repre´sentation des e´tats lie´s relatifs a` l’e´lectron de valence
(dont on connaˆıt les e´nergies expe´rimentales).
Si on conside`re un syste`me plus complexe qui se compose d’une couche n ferme´e elle-
meˆme compose´e de plusieurs sous-couches nl ferme´es (Ex : couche L ≡ 2s22p6, l’e´lectron
de valence e´tant sur une sous-couche externe). Le potentiel d’interaction entre l’e´lectron
actif et cette couche interne est alors simplement de´termine´ en sommant les contributions
a` l’e´crantage de chaque sous-couche. Il est cependant ne´cessaire de ponde´rer la somme par
la multiplicite´ g = 2l+1 de chaque sous-couche. Pour une couche n de nombre quantique
orbital maximal Lmax, on obtient :






Gn(Lmax, {αl}, r) (A.22)
avec

















Ainsi, par exemple, pour un e´lectron dans un e´tat n′l′ e´crante´ par une couche n = 2
(≡ 2s22p6), on aura :
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Finalement, le potentiel de´crivant un coeur ionique compose´ de Ns couches ferme´es
comportant ps e´lectrons et de Nt sous-couches ferme´es comportant pt e´lectrons (ces Nt
sous-couches n’appartenant pas aux couches Ns) s’e´crit :
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Annexe B
Base d’orbitales de type Slater :
Fonctions d’onde lie´es
et niveaux d’e´nergie
Soit un hamiltonien H0 tel que :





r + V (r) (B.1)
Les fonctions d’onde et les e´nergies propres associe´es a` cet hamiltonien sont de´termine´es
a` l’aide de l’e´quation de Schro¨dinger stationnaire :
H|φEnllm〉 = Enl|φEnllm〉 (B.2)
Pour re´soudre cette e´quation, les fonctions d’onde lie´es (Enl < 0) sont de´veloppe´es sur










j (r) = Njrle−ajrY ml (θr, ϕr) (B.4)
Les parame`tres aj sont de´finis suivant une loi ge´ome´trique aj = a0b
j et peuvent eˆtre
diffe´rents selon la syme´trie orbitale l conside´re´e. En projetant l’e´quation de Schro¨dinger







k (Hjk − SjkEnl)C
Enlj
j = 0 (B.5)
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ou`
Hjk = 〈Sk|H0|Sj〉 (B.6a)
Sjk = 〈Sk|Sj〉 (B.6b)
La re´solution nume´rique de cette e´quation permet de de´terminer les coefficients CEnlj
et ainsi d’obtenir les fonctions et e´nergies propres de l’hamiltonien H0. La base de STO
est par conse´quent de´finie par les parame`tres {a0; b; lmax}l associe´s a` chaque moment an-
gulaire l = 0, ..., lmax et par lmax le moment angulaire maximum introduit. Ces parame`tres
sont de´termine´s variationnellement jusqu’a` obtenir la pre´cision souhaite´e pour les e´nergies
propres des e´tats lie´s conside´re´s.
En pratique, les e´le´ments de matrice Sjk sont analytiques. En effet, ces e´le´ments se





pour a > 0 (B.7)
Nous avons alors :
Sjk = δlj lkδmjmkNjNk
(lj + lk + 2)!
(aj + ak)lj+lk+3
(B.8)
Cette meˆme inte´grale permet e´galement de de´terminer la norme Nj des STO afin que ces





Par ailleurs, il est inte´ressant de remarquer que dans le cas du potentiel-mode`le de´crit
au chapitre 3 (paragraphe 3.1), ainsi que dans le cas de certains potentiels analytiques (du
type Debye-Hu¨ckel, Thomas-Fermi ...), les e´le´ments de matrice Hjk sont analytiques. Par
exemple, conside´rons le cas du potentiel-mode`le utilise´ pour de´crire les ions (ou atomes)
d’argon :
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et le couplage associe´ au potentiel mode`le s’e´crit :














(lj + lk + 1)!




(lj + lk + 2)!










(lj + lk + 1)!




(lj + lk + 2)!





(lj + lk + 3)!




(lj + lk + 4)!
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Annexe C
De´termination des fonctions
d’onde non lie´es :
De´composition en ondes partielles
C.1 De´composition dans le cas d’une diffusion par un poten-
tiel coulombien modifie´
Soit un ion (ou un atome) compose´ d’un noyau de charge Z et de p e´lectrons lie´s.
Conside´rons un e´lectron libre incident (d’e´nergie E) interagissant avec cet ion par l’inter-
me´diaire d’un potentiel central V (r).
Cas d’un potentiel purement coulombien
Dans un premier temps, supposons que les p e´lectrons e´crantent le noyau de telle fac¸on
que l’e´lectron incident ressent un potentiel coulombien tel que :




L’hamiltonien correspondant a` cette interaction s’e´crit :









Soit ψk(r) la fonction d’onde de l’e´lectron libre, fonction propre de l’e´quation de Schro¨-
dinger Hψk(r) = Eψk(r) et telle que le vecteur d’onde k qui lui est associe´ est connu. Le
potentiel e´tant a` syme´trie sphe´rique, le syste`me est comple`tement syme´trique autour de
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la direction d’incidence k, choisie arbitrairement selon la direction zˆ. La fonction d’onde
ψ(r) peut alors eˆtre de´veloppe´e en se´rie de polynoˆmes de Legendre Pl(cos θ) qui forment












En exprimant le laplacien en coordonne´es sphe´riques et sachant que les polynoˆmes de
Legendre sont fonctions propres de l’ope´rateur moment cine´tique tels que L2Pl(cos θ) =
~














− l(l + 1)
r2
)





ψk(r) = 0 (C.4)
On obtient ainsi l’e´quation pour la fonction wl(k, r) :[
d2
dr2





wl(k, r) = 0 (C.5)
avec




Le potentiel e´tant tel que lim
r→0
r2Vclb(r) = 0, on doit avoir une solution telle que
lim
r→0
w(k, r) = 0. Les fonctions sphe´riques coulombiennes re´gulie`res Fl(k, r) sont alors so-
lutions de cette e´quation :
Fl(k, r) =
2le−piη/2|Γ(l + 1 + iη)|
(2l + 1)!
eik.r(kr)l+1 1F1(l + 1 + iη; 2l + 2;−2ikr) (C.7)
En de´terminant les coefficients al(k) intervenant dans le de´veloppement (C.3) (cf.[Messiah










ou` σl est le de´phasage coulombien tel que :
σl = arg Γ(l + 1 + iη) (C.9)
Le facteur (2pi)−3/2 provient de la normalisation a` δ(k− k′) de la fonction ψ(r).
L’expression (C.8) est valable pour une fonction d’onde sortante (e´lectron incident).
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Cas d’un potentiel coulombien modifie´
Les de´veloppements en ondes partielles pre´sente´s pre´ce´demment sont valables pour un
potentiel purement coulombien. Conside´rons maintenant l’ajout d’un potentiel a` courte
porte´e Vcorr(r) tel que le potentiel total ressenti par l’e´lectron libre est :
V (r) = Vclb(r) + Vcorr(r) (C.11)












ψk(r) = 0 (C.12)








La fonction ul(k, r) satisfait alors l’e´quation :[
d2
dr2












Lorsque r est grand, le potentiel U(r) s’annule et on retrouve alors l’e´quation (C.5) ob-
tenue dans le cas d’un potentiel purement coulombien. La solution re´gulie`re de l’e´quation
(C.14) est alors une combinaison line´aire des solutions re´gulie`res Fl(k, r) et irre´gulie`res
Gl(k, r) de l’e´quation (C.5) :
ul(k, r) = Bl(k)Fl(k, r) + Cl(k)Gl(k, r) (C.16)
ou` Bl(k) et Cl(k) sont deux constantes (pour k fixe´) a` de´terminer.
Sachant que les formes asymptotiques des fonctions coulombiennes sont :
lim
r→∞













− η ln 2kr + σl
)
(C.17b)
ou` η et σl sont de´finis par les expressions (C.6) et (C.9), la forme asymptotique de la
fonction ul(k, r) peut eˆtre re´e´crite sous la forme :
lim
r→∞




− η ln 2kr + σl + δˆl
)
(C.18)
ou` δˆl est le de´phasage additionnel (par rapport au cas purement coulombien) duˆ a` l’ajout
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En analogie avec le cas coulombien, les fonctions d’ondes ψ±(r) peuvent alors s’e´crire
sous la forme d’un de´veloppement en ondes partielles (les fonctions d’onde sont normalise´es










C.2 De´composition dans le cas d’une diffusion par un poten-
tiel de porte´e finie
Conside´rons un e´lectron libre interagissant avec un ion de charge Z e´crante´ par une
densite´ e´lectronique environnante. Cette densite´ est telle, qu’au-dela` d’une distance d,
la charge positive est entie`rement e´crante´e. En dec¸a` de cette distance, l’e´lectron libre
interagit avec l’ion selon un potentiel Vscr(r) a` syme´trie sphe´rique.









La partie radiale ul(k, r) est alors re´gie par l’e´quation (cf. section C.1) :[
d2
dr2




ul(k, r) = 0 (C.22)
ou` U(r) = −2meVscr(r)/~2.
U(r) e´tant a` courte porte´e, pour r > d l’e´quation (C.22) s’e´crit en posant ρ = kr et












yl(ρ) = 0 (C.23)
Cette e´quation est appele´e e´quation diffe´rentielle de Bessel sphe´rique. Des solutions parti-
culie`res de cette e´quation sont les fonctions de Bessel sphe´riques re´gulie`res jl(ρ) et les fonc-
tions de Neumann sphe´riques irre´gulie`res nl(ρ). La solution ge´ne´rale de l’e´quation (C.23)
est donc une combinaison line´aire de ces deux solutions line´airement inde´pendantes :
yl(k, r) = Bl(k)jl(kr) + Cl(k)nl(kr) pour r > d (C.24)























La forme asymptotique de yl(k, r) peut alors eˆtre re´e´crite sous la forme :
lim
r→∞
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En choisissant une normalisation a` δ(k−k′), le de´veloppement en ondes partielles des
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Annexe D
Calcul des forces d’oscillateur
Soit un e´lectron dans un e´tat initial a, de fonction d’onde φa(r), d’e´nergie Ea et de
nombres quantiques nalama, et un e´tat final b, de fonction d’onde φb(r), d’e´nergie Eb et
de nombres quantiques nblbmb. La force d’oscillateur associe´e a` la transition de l’e´tat a





ou` Eab = Eb − Ea est l’e´nergie de la transition et
rab = 〈φb|r|φa〉 (D.2)




(θ, ϕ) = (−1)mi
[







ou` Y ml (θ, ϕ) est une harmonique sphe´rique et P
m
l (cos θ) est la fonction de Legendre asso-
cie´e.
Calcul des trois coordonne´es de rab :
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Or, en coordonne´es sphe´riques z = r cos θ, d’ou` zab se re´duit a` :
zab = (−1)ma+mb
[





















L’inte´grale sur ϕ est non nulle uniquement lorsque ma = mb, auquel cas, elle vaut 2pi.

















l’inte´grale I(x) se re´e´crit sous la forme :
I(x) =







































lb = la + 1
√
l2a −m2a
(2la + 1)(2la − 1)Rab si
{
ma = mb






Les e´le´ments de matrice des coordonne´es x et y peuvent eˆtre e´value´s de la meˆme
manie`re. Cependant, en pratique, il est plus aise´ d’e´valuer les combinaisons line´aires (x+
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iy)ab et (x − iy)ab car cela conduit a` la simplification des inte´grales sur ϕ. En suivant le
meˆme raisonnement que pour la coordonne´e z, avec x = r sin θ cosϕ et y = r sin θ sinϕ,
et avec la relation de re´currence :













mb 6= ma + 1
lb 6= la ± 1
−
√
(la +ma + 1)(la +ma + 2)
(2la + 3)(2la + 1)
Rab si
{
mb = ma + 1
lb = la + 1
√
(la −ma)(la −ma − 1)
(2la + 1)(2la − 1) Rab si
{
mb = ma + 1
lb = la − 1
(D.13)






mb 6= ma − 1
lb 6= la ± 1
√
(la −ma + 1)(la −ma + 2)
(2la + 3)(2la + 1)
Rab si
{
mb = ma − 1
lb = la + 1
−
√
(la +ma)(la +ma − 1)
(2la + 1)(2la − 1) Rab si
{
mb = ma − 1
lb = la − 1
(D.14)
Le terme |rab|2 est alors calcule´ selon :
|rab|2 = |xab|2 + |yab|2 + |zab|2 (D.15)
ou`
|xab|2 + |yab|2 = 1
2
[|(x+ iy)ab|2 + |(x− iy)ab|2] (D.16)
Force d’oscillateur pour une transition nala → nblb :
D’apre`s les re`gles de se´lection obtenues, la force d’oscillateur est non nulle si et seule-
ment si lb − la = ±1, soit pour des transitions dipolaires e´lectriques.
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Annexe D. Calcul des forces d’oscilllateur
Si on conside`re des transitions d’un e´tat nalama vers un e´tat nblb sans chercher a`
discerner les e´tats finaux selon le nombre quantique magne´tique mb, alors en sommant sur





|(x− iy)ab|2︸ ︷︷ ︸
mb=ma−1
















R2ab pour lb = la + 1 (D.18a)
la
2la + 1
R2ab pour lb = la − 1 (D.18b)
soit ∑
mb
|rab|2 = max(la, lb)
2la + 1
R2ab avec lb = la ± 1 (D.19)
Afin de de´terminer la force d’oscillateur moyenne f lalb d’un e´tat nala vers un e´tat nblb,


















Finalement la force d’oscillateur moyenne associe´e a` une transition dipolaire e´lectrique











De plus, il est important de noter que f lalb 6= f lbla . En effet, dans le cas d’une transition
nblb → nala, la moyenne devra eˆtre calcule´e sur les e´tats initiaux mb, on aura alors :
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